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Résumé
par: Vincent Bouillot
Cette thèse est consacrée à la recherche d’empreintes spéciﬁques relatives à la nature de
l’Énergie Noire dans les processus d’eﬀondrements gravitationnels linéaire et non-linéaire
au travers de développements théoriques et numériques.
Ainsi, plusieurs aspects de la cosmologie ont été abordés : tout d’abord, aﬁn d’étu-
dier l’inﬂuence de nombreuses formes complexes d’Énergie Noire sur la structuration,
le développement de la théorie des perturbations dans un formalisme covariant a per-
mis d’étendre les équations classiques de Sasaki-Mukhanov aux cas de champs scalaires
couplés et en présence de multiples ﬂuides cosmologiques. Ces travaux permettent de
décrire l’évolution des perturbations linéaires de modèles d’Énergie Noire complexes en
minimisant le nombre de degrés de liberté.
Ces dernières années ont vu le nombre et la qualité des observations augmenter de ma-
nière vertigineuse, tant sur la distribution de la matière dans l’Univers que sur le champ
de déplacement de celle-ci. En particulier, ces observations ont permis de mettre en
évidence un champ de vitesse local anormalement élevé par rapport à la prédiction du
modèle standard ΛCDM. L’explication de cet excès des champs de vitesse à des échelles
intermédiaires constitue l’apport principal de ces travaux de recherche : en réinterprétant
les mesures anormales de champs de vitesse de Watkins et al. sur des distances intermé-
diaires (∼ 50 h−1 Mpc) en termes d’événement rare dans le cadre de la théorie linéaire,
nous avons proposé une nouvelle sonde cosmologique consistant à mesurer l’échelle à
laquelle le ﬂot moyen rejoint en amplitude ce que l’on attend en théorie linéaire. Nous
montrons la sensibilité de cette nouvelle sonde cosmologique dans trois modèles d’Éner-
gie Noire concurrentiels. Ces résultats, développés par des méthodes analytiques, sont
comparés à des mesures eﬀectuées sur des simulations numériques hautes performances
auxquelles nous avons pris une part importante.
Dans un second temps, à partir de ces simulations numériques, nous montrons que l’ori-
gine dynamique d’un tel mouvement d’ensemble local résulte d’une asymétrie de la dis-
tribution de matière à plus grande échelle (∼ 80 h−1 Mpc). Cette asymétrie est mise en
évidence grâce à l’introduction d’un estimateur original du champ de matière quantiﬁant
l’écart à la symétrie d’un champ. Finalement, nous démontrons que l’arrangement spatial
des environnements présentant un champ de vitesse anormal dans l’Univers est corrélé
avec la distribution des pics de densité. Cette corrélation nous indique de manière lo-
cale la distribution de structures responsables du mouvement d’ensemble anormalement
élevé.
Une caractérisation diﬀérente de l’Énergie Noire fait appel au champ de densité dans
l’Univers. En particulier, nous caractérisons ce champ de densité en terme de fonctions
de corrélation et étudierons les eﬀets des champs de vitesse sur ceux-ci au travers des
distorsions dans l’espace des redshifts. Nous présentons donc plusieurs résultats promet-
teurs à partir des fonctions de corrélation issues des simulations Dark Energy Universe
Simulation (DEUSS) pour trois modèles concurrentiels d’Énergie Noire, en distinguant
espace comobile et espace des redshift d’une part et corrélation suivant la masse des
halos d’autre part. Deux aspects seront particulièrement abordées dans ce travail. Tout
d’abord, nous soulignons l’impact de ces mesures sur le biais en cosmologie : ils per-
mettront donc de déduire de nombreux résultats sur la dépendance de ce dernier sur
le modèle cosmologique et le redshift. Dans un second temps, ces mesures permettent
de montrer que l’empreinte de l’Énergie Noire sur le régime non-linéaire de formation
des structures dans l’Univers, déjà mise en évidence sur les champs continus de matière,
demeure lorsque l’on mesure la fonction de corrélation à partir des traceurs du champs,
à savoir les halos de matière noire.
Finalement, cette thèse a vu la réalisation des simulations DEUS : Full Universe Runs,
première modélisation de tout l’Univers observable, du Big Bang jusqu’à aujourd’hui.
Cette série de modélisations ayant demandé de nombreuses optimisations des codes cos-
mologiques existants, a permis de mettre en évidence quelques résultats marquants, fai-
sant appel à la statistique inégalée de cette nouvelle série de simulations. Les méthodes
numériques permettant le suivi dynamique de l’eﬀondrement gravitationnel et la détec-
tion de structures ainsi que les eﬀorts d’optimisations menés durant cette thèse sont
présentés dans une partie numérique en ﬁn de thèse.
Ecole doctorale Astronomie et Astrophysique d’Île de France
Summary
by: Vincent Bouillot
This thesis is dedicated to the research of speciﬁc imprints of Dark Energy in both linear
and non-linear gravitational collapse processes through theoretical and numerical deve-
lopments.
Indeed, many aspects of cosmology has been tackled : ﬁrst, to study the inﬂuence of
various complex Dark Energy models on the halo clustering, we develop in a covariant
formalism the usual linear cosmological perturbation theory. It gives an extent of the
classical Sasaki-Mukhanov equations to scalar ﬁelds coupled with multiple cosmological
ﬂuids. The result is the description of the evolution of linear perturbations of complex
Dark Energy models with a minimal number of degrees of freedom.
In the last decade, the number and quality of cosmological observations on the matter
distribution in the Universe as well on the velocity ﬁelds have increased exponentially.
In particular, recent measurements show the existence of abnormally high velocity ﬁelds
with respect to the linear theory in ΛCDM. The explanation of this cosmic ﬂow excess
at intermediate scales is the main contribution of this thesis : reinterpreting the ano-
malous cosmic ﬂow (Watkins et al.) measured at scales ∼ 50 h−1 Mpc as a rare event
realization in linear theory, we propose a new cosmological probe. This probe uses the
scale of convergence of the measured cosmic ﬂow with the theoretical one. We develop
the sensibility on this new cosmological probe in three competitive Dark Energy models.
Those results, based on analytical methods, are compared with measures issued from
state-of-the-art numerical simulations we’re deeply involved in.
Then, starting from those numerical simulations, we investigate the dynamical origin
of such a cosmic ﬂow : we prove this movement to be due to an asymmetry of the
three-dimensional matter distribution at higher scales (∼ 80 h−1 Mpc). This asymmetry
is shown by introducing an original estimator of the matter ﬁeld, which quantify the
deviation from symmetry of a given ﬁeld. Finally, we demonstrate that the spatial arran-
gement of the environments presenting such an anomalous cosmic ﬂow in the Universe
is correlated with the density peak distribution. This correlation indicates in a local way
the structures distribution responsible for the anomalously high cosmic ﬂow.
An another way to understand Dark Energy is to use density ﬁeld instead of velocity
ﬁelds. In particular, we characterize the density ﬁeld in terms of correlation function. In
this thesis, we present many promising results to understand the role of Dark Energy in
halo and galaxy clustering from correlation function measurements issued from the Dark
Energy Universe Simulation Series (DEUSS). On the one hand, this is achieved by intro-
ducing a mass segregation for correlation functions. On the other hand, this is reached
by considering the diﬀerence between comoving space and redshifts space. The empha-
size is laid on two particular sides of this problematic. First, we underline the impact of
correlation measures on the bias in cosmology : it give many results on the dependence
of this bias on the cosmological model and the redshift. Then, those measurements prove
that the imprint of Dark Energy on the non-linear regime of structures formation in the
Universe, already shown on the continuous matter ﬁeld, remains on dark matter halo
correlation function.
Finally, this thesis presents a lot of improvements done in numerical cosmology. In par-
ticular, the realization of the DEUSS : Full Universe Runs simulations, ﬁrst numerical
modeling of the whole observable Universe from Big Bang to nowadays, triggers the
optimization of all cosmological codes used. This set of simulations has already given
striking results, using an unprecedented statistics. The numerical methods used to fol-
low the gravitational collapse of a density ﬁeld and detect structures and their various
optimizations are presented in a numerical part at the end of the thesis.
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1.1 Une brève histoire de l’astronomie
L’observation et l’étude des astres sont considérées comme les plus anciennes des sciences.
De nombreux vestiges préhistoriques (tels les alignements de Stonehenge ou les « Codex »
mayas), présents en des lieux non connectés spatialement et temporellement, montrent
que les sociétés humaines se sont intéressées très tôt et indépendamment à l’origine et au
mouvement des étoiles dans le ciel. L’époque préhellénique suit une vision utilitaire et est
ainsi marquée par l’omniprésence de l’astronomie dans la vie quotidienne : les positions
du Soleil et de la Lune servent à déﬁnir des unités de temps telles l’année, le mois ou la
semaine, indispensables au développement de l’agriculture ou de la navigation.
Une volonté d’explication du monde intervient à travers les philosophes grecs tels Anaxa-
gore, Pythagore ou Aristote. Ceux-ci cherchent désormais à expliquer et prédire les divers
phénomènes naturels en utilisant une théorie uniﬁée du cosmos. Par exemple, Anaxagore
propose une théorie des éclipses à partir d’un modèle d’astres sphériques. Au cours du
même siècle, la fameuse « harmonie des sphères » de Pythagore établit une analogie entre
les intervalles musicaux et les positions et vitesses de rotation des astres. Grâce à une telle
construction, l’ensemble du cosmos ne peut qu’atteindre l’accord parfait. Cependant, à
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cette époque, à l’exception notable d’Aristarque de Samos, la vision de l’Univers reste
essentiellement géocentrique et les distances aux astres mal évaluées. En 150 après J.-C.,
Ptolémée rassemble dans son « Almageste » les connaissances astronomiques de l’époque
et les uniﬁe dans un modèle géocentrique extrêmement harmonieux : les épicycles. Cet
ouvrage ﬁxe le paradigme qui restera en vigueur pendant 1300 ans.
Il est bon de rappeler que l’astronomie est une vision du monde réel dont une partie seule-
ment nous est accessible. Les observations relatives à l’Univers observé sont confrontées
avec un ensemble de lois cohérentes d’un point de vue théorique (mathématique, philo-
sophique...). Si ce modèle d’Univers donne des prédictions conﬁrmées par de nouvelles
observations, alors celui-ci est accepté comme nouveau paradigme. Ainsi, l’élaboration
d’une nouvelle vision du monde est extrêmement dépendante de la qualité et de la quan-
tité de ces dernières i.e. du niveau technologique disponible. C’est pourquoi la vision de
Ptolémée a survécu pendant treize siècles, les observations étant faites à l’oeil nu et les
mathématiques restant à un niveau rudimentaire.
Grâce à l’amélioration des outils mathématiques au XVIeme siècle, Copernic, dans son
« De revolutionibus » (1543), imagine un modèle héliocentrique simple du système solaire.
En 1600, Kepler énonce les trois lois décrivant le mouvement des planètes autour du
Soleil et en 1620, Galilée utilise sa lunette astronomique pour observer le relief lunaire,
découvrir les quatre plus gros satellites de Jupiter, les taches solaires... Cela l’amène
à énoncer le principe d’inertie, complété en 1687 par Newton, qui établit la loi de la
gravitation universelle. Ce dernier construit également le premier télescope, ouvrant la
voie à une véritable révolution en astronomie.
Cependant, malgré tous les progrès technologiques et théoriques réalisés, la compréhen-
sion des échelles mises en jeu ne s’est faite que tardivement. Ce n’est qu’à la ﬁn du
XVIIIeme siècle que les astronomes déterminent la distribution et la distance des étoiles.
Ainsi, grâce à d’énormes télescopes, l’astronome William Herschel publie un premier ca-
talogue d’objets diﬀus, n’appartenant pas au système solaire, qu’il nommera nébuleuses.
Il propose donc un objet nouveau, centré sur le Soleil : l’astrophysique passe alors à
l’échelle galactique. En 1838, Bessel eﬀectue la mesure de la parallaxe de 61 Cygni, mon-
trant indéniablement le caractère extra-solaire de l’étoile double. Au XIXeme, Charles
Messier dresse également un catalogue (à l’attention des chasseurs de comètes !) listant
110 objets diﬀus du ciel profond.
Les nébuleuses acquièrent un nouveau statut à partir de 1925, lorsque, grâce au télescope
Hooker de 2,5 m du Mont Wilson, l’américain Edwin Hubble réussit à montrer que la
nébuleuse NGC6822 est un objet extérieur à la Voie Lactée. Les nébuleuses deviennent
alors des galaxies semblables à la nôtre, des Univers-Îles et les distances mises en jeu
vont commencer à augmenter de manière vertigineuse.
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Entre temps, Einstein révolutionne la physique avec sa théorie de la relativité (restreinte,
puis générale). L’avance du périhélie de Mercure (problème datant de 1860) est expliquée
en 1915. La forte courbure des rayons lumineux prédite par Einstein est observée par
Eddington lors d’une éclipse en 1919. L’Univers lui-même peut maintenant être considéré
comme un système physique dynamique grâce aux solutions de Lemaître et Friedmann
aux équations d’Einstein.
En 1929, Hubble, complétant les observations de Slipher, établit une loi entre le décalage
spectral et la distance des galaxies. Grâce aux travaux de Lemaître datant de 1927,
celle-ci est interprétée en terme d’expansion de l’Univers.
Après la seconde guerre mondiale et l’essor de la radio, de nombreuses avancées sont
eﬀectuées dans ce domaine de longueur d’ondes, avec en particulier la découverte du
rayonnement fossile par Penzias et Wilson (1965) prédit en 1948 par Gamov. Ce rayon-
nement est alors compris comme la première lumière de l’Univers, émise il y a 14 milliards
d’années (ou plus précisément à un redshift de 1100). L’avènement des détecteurs spa-
tiaux permet d’observer avec une précision inégalée ce fond diﬀus cosmologique avec
successivement les satellites COBE, WMAP et Planck. Ces sondes spatiales permettent
également l’observation de nouvelles sources dans l’ensemble du spectre électromagné-
tique : EGRET ou Chandra pour les rayons gamma ou X, SWIFT pour les ultra-violets,
Hubble pour le spectre visible, Herschel dans le domaine des infrarouges etc. Ces déve-
loppements technologiques avancent alors de pair avec les innovations théoriques. Cepen-
dant, de nombreuses observations tendent à montrer qu’une masse lumineuse importante
manque pour expliquer l’Univers tel que nous le voyons.
1.2 Faits observationnels et expérimentaux
1.2.1 Découverte d’un secteur sombre dans l’Univers
L’hypothèse de l’existence d’un secteur sombre dans l’Univers est assez ancienne. Elle
date en eﬀet de 1933, année où Fritz Zwicky suppose la présence d’une composante
sombre (non lumineuse) dans les galaxies [1]. La méthode employée consiste à comparer
la masse lumineuse à la masse dynamique d’un petit groupe de galaxies : celles-ci se
révélèrent extrêmement diﬀérentes (rapport 1/400).
Cependant, la portée de cette découverte n’est pas comprise au regard de celle, plus
récente, de l’expansion de l’Univers (1929). Elle restera ainsi délaissée jusqu’à l’étude des
courbes de rotation de galaxie par Vera Rubin dans les années 70 qui relance le sujet
[2]. L’une des hypothèses alors formulée est l’existence d’un nouveau type de matière
non baryonique pouvant correspondre aux particules prédites par les récentes avancées
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en physique des particules (supersymétrie...). De nombreuses observations (formation
des structures, Fond Diﬀus Cosmologique, Bullet Cluster, Forêt Ly-α...) viennent étayer
cette hypothèse d’une matière non conventionnelle.
Aﬁn de connaître la nature exacte de la matière noire et d’en déterminer les propriétés,
la recherche directe de matière noire commence pour les physiciens des particules. En
1998, l’expérience DAMA détecte une variation annuelle pouvant correspondre à une
détection. Cependant, d’autres expériences aussi sensibles semblent exclure ce résultat.
En 2009, le détecteur CDMS enregistre deux événements pouvant être associés à des
particules massives interagissant faiblement (WIMPS). Finalement, en 2011, l’instrument
CRESST installé dans le tunnel du Gran Sasso mesure une détection de WIMPS à 4.2σ
[3]. Cependant, en l’absence de conﬁrmation par les expériences concurrentes CoGeNT et
XENON100, cette observation peut également être liée à un autre phénomène physique
non intégré dans le traitement des données.
Le secteur sombre de l’Univers s’enrichit encore par la mise en évidence, par Perlmut-
ter, Schmidt et Riess en 1998 (Prix Nobel 2011), d’une accélération de l’expansion de
l’Univers grâce à la mesure de redshifts de supernovae. Alors que de nombreux physi-
ciens penchaient en faveur d’un Univers en expansion décélérée ou linéaire, cette mesure
montre qu’il existe une composante énergétique accélératrice en plus des matières noire
et baryonique. Le satellite WMAP vient corroborer cette observation en montrant que
l’Univers est plat et que la quantité relative de matière Ωm est égale à 0.266 : la quantité
relative d’énergie noire est donc de ΩΛ = 0.734.
Bien d’autres observations, sur les oscillations acoustiques de baryons (BAO), les statis-
tiques de comptage etc., s’ajoutent à ces deux mesures fondamentales et mènent à la mise
en place d’un « modèle standard de la cosmologie ». Ce paradigme paramétrise l’Énergie
Noire sous la forme d’une constante fondamentale de la Nature ayant la particularité de
ne s’exprimer qu’aux échelles cosmologiques.
1.2.2 Grands relevés de l’Univers Local et lointain
Ce modèle standard doit être en mesure de prédire le comportement de nouvelles obser-
vables. En particulier, la répartition des grandes structures dans l’Univers ainsi que la
distribution des champs de vitesse doivent nous permettre de comprendre ﬁnement la
nature de la gravitation aux grandes échelles.
Pour ce faire, de grands relevés de galaxies ont été entrepris depuis le milieu des années 70.
Les astronomes du CfA (« Center for Astrophysics » à Cambridge) ont été les premiers à
réaliser un relevé tridimensionnel du ciel aﬁn de disposer d’une quantité statistiquement
importante de redshifts de galaxies : la profondeur de ce relevé était de z=0.025 et la
densité d’objets était de 0.2 par degré carré sur un quart du ciel. La vision de l’Univers
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en a été bouleversée : en lieu et place d’un Univers parfaitement homogène et isotrope,
le cosmos apparait comme une « mousse » titanesque avec ses vides de quelques dizaines
de millions d’années-lumière et ses agrégats de galaxies organisés en feuillets.
Depuis, grâce à l’amélioration des spectrographes et des optiques des télescopes, des pro-
grès très importants ont été faits aussi bien sur le nombre d’objets par degré carré que
sur la profondeur des relevés. Ainsi, le Sloan Digital Sky Survey (SDSS) contient plus
de 100 millions d’objets célestes et propose les spectres de plus d’un million de galaxies
réparties à la fois dans les hémisphères Nord et Sud avec un redshift moyen de 0.3. Ce
relevé a en particulier permis de faire des mesures précises du spectre de puissance sur
une large gamme d’échelles. Ce spectre de puissance nous permet d’exprimer quanti-
tativement les propriétés statistiques de la distribution des galaxies : aux alentours de
8 h−1Mpc s’opère une transition. La distribution aux échelles supérieures à cette limite
semble assez facile à reconstituer (la structuration est dans une phase dite linéaire) alors
qu’en dessous de ce seuil, la dynamique locale a largement inﬂuencé la structuration des
objets (les échelles sont dites non-linéaires). Aﬁn d’étendre encore la qualité statistique
de l’échantillon de galaxies, des observations longues de galaxies lumineuses émettant
dans l’infrarouge (SDDS-s82) ont permis de sonder la distribution de matière de l’Uni-
vers profond (jusqu’à des redshifts de l’ordre de 0.7).
Récemment, le Two-Micron Redshift Survey et son successeur dans l’hémisphère Sud,
le 6dF Galaxy Redshift Survey, ont réalisé une cartographie complète jusqu’à une ma-
gnitude limite de 11.75 de l’Univers local (jusqu’à z=0.2). Cela a, par exemple, permis
de souligner l’existence d’un déplacement d’ensemble extrêmement rapide de l’amas de
galaxies auquel nous appartenons vers une source non-identiﬁée. Ce déplacement d’en-
semble, en contradiction avec les prédictions du modèle standard, fera l’objet de deux
chapitres de cette thèse.
1.3 Motivation et objectifs : Philosophie de la thèse
Les observations décrites précédemment peinent à décrire le secteur sombre de l’Univers :
la compréhension de celui-ci est encore très hypothétique. En particulier, l’explication de
l’Énergie Noire semble diﬃcile dans le cadre des théories de gravitation actuelles. Aﬁn
de comprendre ce ﬂuide accélérateur, de nombreux modèles ont été introduits à partir de
considérations théoriques. Ceux-ci peuvent se classer en trois grandes familles : l’ajout
d’un ﬂuide supplémentaire dans l’Univers, une modiﬁcation de la gravité ou une remise
en cause des principes cosmologiques avec en particulier l’hypothèse de l’homogénéité. De
nombreux travaux [4–7] ont montré qu’à la conﬂuence de toutes ces théories se trouvent
un modèle simple d’Énergie Noire, à savoir la description de celui-ci sous la forme d’un
champ scalaire. Cette thèse se propose d’approcher une compréhension de la nature de
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l’Énergie Noire au travers de l’étude de la structuration de l’Univers des très grandes
distances aux échelles fortement non-linéaires dans le cadre de diﬀérents modèles cos-
mologiques. Nous nous interrogerons spécialement sur l’inﬂuence de l’Énergie Noire sur
la structuration de l’Univers ou, de manière symétrique, sur ce que la structuration a
à nous apprendre sur la nature et la dynamique de l’Énergie Noire. La compréhension
ﬁne de cette vaste problématique se fera en particulier au travers d’observables tels les
champs de densité ou de vitesse.
Cette thèse sera donc divisée en cinq grandes parties. La première partie sera intro-
ductive et rappellera rapidement les fondations de la relativité et de la cosmologie. La
second partie se consacrera à une discussion sur les résultats scientiﬁques obtenus. Nous
détaillerons par exemple l’inﬂuence de l’Énergie Noire sur les très grandes échelles via
les développements de la théorie covariante des perturbations linéaires en cosmologie.
Les échelles où la structuration est forte seront abordées grâce à des simulations numé-
riques hautes performances ainsi qu’à une utilisation de données observationnelles telles
le relevé 2MRS. La troisième partie permettra d’expliciter longuement mes travaux en
cosmologie numérique. La quatrième partie présentera les perspectives et les conclusions
de ce travail. Finalement, une cinquième partie contient les annexes.
Plus en détail, ce travail s’articule autour de onze chapitres principaux :
– Le premier chapitre, que vous venez de lire, a présenté l’histoire de l’astronomie et
l’avènement de la cosmologie en tant que science.
– Le Chapitre 2 rappellera les bases de la relativité et de la cosmologie. Nous déﬁni-
rons les notions cosmologiques centrales tels les principes d’équivalence, la métrique,
le redshift... Nous nous intéresserons, dans le cadre d’une approximation ﬂuide, aux
équations homogènes de la relativité i.e. les équations de Friedmann.
– Dans le troisième chapitre, nous détaillerons les diﬀérentes approches théoriques de la
théorie des perturbations cosmologiques de divers modèles de gravité étendue dans un
cadre entièrement covariant. Ainsi, nous aborderons la théorie des perturbations via
une approche dite lagrangienne, basée sur la variation d’une action, nous permettant
de minimiser le nombre de degrés de liberté. Ce formalisme, généralement utilisé dans
le cadre des théories d’inﬂation, nous permettra de mener un calcul exact jusqu’au
niveau des équations du mouvement invariantes de jauge, généralisant les équations
de Sasaki-Mukhanov.
– Considérant un espace-temps non-perturbé, nous nous intéresserons à des observables
originales à l’aide de simulations numériques hautes performances. Ainsi, nous réﬂé-
chirons dans le quatrième chapitre aux diﬀérentes implications de l’observation récente
d’un excès de champ de vitesse à des échelles très importantes. Nous soulignerons l’ef-
fet probabiliste lié au problème de la réalisation d’événements rares lors de processus
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gaussiens sous-tendant une telle observation et nous introduirons une nouvelle sonde
cosmologique.
– Le cinquième chapitre prolongera le questionnement des champs de vitesse en cosmo-
logie par l’étude de l’origine dynamique d’un excès de champ de vitesse. Nous nous
interrogerons en particulier sur la nature cosmologique ou environnementale du signal
observé. La question s’étendra également sur la position des observateurs dont le pro-
ﬁl de champ de vitesse concorde avec les observations. Dans cette discussion, nous
mettrons en évidence l’inﬂuence des vides et des ﬁlaments sur les champs de vitesse.
– Dans une sixième section, nous étudierons la dépendance de l’eﬀondrement gravita-
tionnel en fonction du modèle cosmologique sous-jacent considéré. Cette étude sera
menée sur le biais ainsi que dans les espaces comobiles et observables (espace des red-
shifts) via la fonction de corrélation ξ(r). Nous conclurons également sur la possibilité
d’observer l’empreinte de l’Énergie Noire sur le régime non-linéaire de formation des
structures à partir de mesures sur les halos.
– Le septième chapitre nous amènera à nous questionner sur les plus grandes échelles
de l’Univers observable ainsi que sur les probabilités que des événements rares inter-
viennent dans notre Univers. Cela nous amènera à discuter les résultats de la Dark
Energy Universe Simulation : Full Universe Run, plus grande simulation de matière
noire jamais réalisée à ce jour.
– La nécessité de décrire le régime non-linéaire de la structuration de la matière dans
l’Univers nous amènera, dans le Chapitre 8, à présenter le principe des simulations
gravitationnelles N-corps et à détailler les méthodes numériques développées dans le
cadre de cette thèse pour améliorer le suivi dynamique de l’eﬀondrement gravitationnel.
– Le neuvième chapitre décrira les algorithmes de détection de structures développées
aﬁn de repérer des objets au sein d’un champ de matière représenté par des particules
ponctuelles. Nous prendrons soin de distinguer les techniques utilisées dans l’espace
comobile de celles employées dans l’espace des redshifts.
– Les outils présentés dans les deux chapitres précédents, couplés à d’autres programmes
(e.g. le générateur de conditions initiales), seront regroupés au sein d’un chapitre dédié
à l’application AMADEUS (« A Multi-purpose Application for Dark Energy Universe
Simulation »).
– Le Chapitre 11 présentera l’ensemble des simulations Dark Energy Universe Simulation
(DEUSS) et DEUS : Full Universe Runs utilisées durant ce travail de thèse.
– Finalement, le Chapitre 12 nous permettra de conclure cette thèse abordant mes tra-
vaux de recherche dans les diﬀérents domaines de la cosmologie.
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2.1 Modèle standard de la cosmologie
2.1.1 Métrique de l’espace-temps
Les théories de la gravitation, depuis l’espace-temps ﬁxe de Newton jusqu’à l’espace-
temps relatif d’Einstein en passant par l’espace-temps Minkowskien, sont caractérisées
par l’existence d’invariant sous des changements de référentiels. Cette notion d’invariance,
centrale en gravitation, permet d’écrire les lois de la physique de la même façon quel que
soit le référentiel considéré.
Ainsi, le principe fondamental de la relativité générale, appelé principe d’équivalence
d’Einstein s’énonce comme suit :
Principe d’équivalence d’Einstein (PEE) :
En chaque point de l’espace-temps, en présence d’un champ de gravitation quelconque,
il est possible de choisir un système de coordonnées localement inertiel où les lois de
la physique peuvent être formulées, au voisinage de ce point, comme en l’absence de
gravitation.
13
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Une théorie métrique obéissant au PEE implique que la géométrie de l’espace-temps est
décrite par une métrique gµν . Ainsi, un des problèmes de la relativité générale est de
trouver la métrique gµν pour laquelle, localement, l’espace-temps courbe peut se décrire
comme minkowskien.
La recherche d’une telle métrique prend un tour particulier en cosmologie. En eﬀet, les
observations récentes semblent indiquer que, d’un point de vue statistique, l’Univers
est homogène et isotrope. Nous érigeons donc ces propriétés statistiques en pilier de la
cosmologie et introduisons le principe cosmologique.
Ce principe cosmologique suppose que l’Univers est spatialement homogène et isotrope.
L’homogénéité spatiale impose qu’à chaque instant, tout point de l’espace est semblable
à un autre. L’isotropie implique qu’il n’existe pas de direction privilégiée dans l’Univers.
Cette absence de positions privilégiées a de multiples implications.
En particulier, cela implique que le tenseur 3-dimensionnel de Riemann associée à la
foliation de l’espace-temps par une famille d’hypersurfaces St est de la forme [8] :
(3)Rαβµν = K (γµαγβν − γµβγαν)
avec K la constante de courbure spatiale de l’hypersurface St et γµν métrique purement
spatiale décrivant l’hypersurface St. À l’inverse de la relativité restreinte, il existe donc
trois possibilités pour notre espace de dimension 3 : la courbure peut être positive,
négative ou nulle. Une courbure positive correspond à la métrique d’une sphère, une
courbure négative à un hyperboloïde et une courbure nulle à un plan euclidien.
La forme générale de la métrique vient :
gµν = −uνuµ + γµν(t)
avec uµ vecteur directeur d’un ﬂot géodésique de genre temps. Si l’on choisit t comme
temps propre des observateurs suivant le ﬂot géodésique uµ, la forme la plus générale de
la métrique de l’espace-temps est :
ds2 = −dt2 + a2(t)γij(xk)dxidxj = −dt2 + a2(t)dS2
où t est le temps cosmique, a(t) le facteur d’échelle, fonction indiquant l’évolution de la
distance entre deux objets dans l’Univers selon le temps. La quantité dS2 dépend de la
courbure spatiale selon :
dS2 = dr2 + f2K(r)dΩ
2
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avec r coordonnée radiale, dΩ2 = dθ2+sin2(θ)dφ2 angle solide inﬁnitésimal (θ ∈ [−π, π]
et φ ∈ [0, 2π]) et fK(r) :
fK(r) =
 r si K = 01√
|K|
sin
(
r
√|K|) si K 6= 0
En conclusion, le principe cosmologique implique donc que la métrique décrivant l’espace-
temps est la métrique de Friedmann-Lemaître-Robertson-Walker (FLRW). Disposant de
ce résultat, nous allons pouvoir étudier l’évolution du facteur d’échelle a(t) et donc la
dynamique de l’espace-temps.
2.1.2 Dynamique de l’espace-temps
Dans la suite, nous ne considérerons que des univers plats (K = 0). Cette hypothèse,
en accord avec les observations actuelles, permettra de simpliﬁer grandement les équa-
tions. Nous introduisons également une constante de couplage à la gravitation réduite
κ2 = 8πG/c4.
Aﬁn de décrire la dynamique de l’espace-temps, nous avons besoin des équations d’Ein-
stein : Gµν = κ2Tµν . Ces équations résultent d’un principe variationnel. En eﬀet, l’action
d’Einstein-Hilbert, décrivant l’évolution d’un champ de gravitation couplé à de la ma-
tière, s’écrit :
SEH =
1
2κ2
∫
d4x
√−g [R+ 2Λ] +
∫
d4x
√−gLmatter (2.1)
avec Lmatter Lagrangien englobant toutes les formes de matière. En variant ce Lagrangien
par rapport à la métrique, nous lui associons un tenseur énergie-impulsion global :
Tµν = − 2√−g
δ (Lmatter√−g)
δgµν
= (ρ+ p)uµuν + Pgµν , (2.2)
avec p la pression du ﬂuide, ρ sa densité énergétique.
Dans le cas où l’on suppose l’existence de plusieurs formes de matière, il convient de
décomposer ce tenseur énergie-impulsion en autant de parties.
En utilisant le tenseur (2.2), la métrique introduite précédemment et en réécrivant le
facteur d’échelle a(t) sous la forme d’un facteur de Hubble H = a˙/a 1, nous montrons
facilement que les équations d’Einstein se réduisent à deux équations indépendantes
1. Comme indiqué dans la section « Conventions », le point représentera la dérivation par rapport au
temps cosmique t alors que le prime représentera la dérivation par rapport au temps conforme η.
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nommées équations de Friedmann :
3H2 = κ2(ρ+ p) + Λ
3(H2 + H˙) = −κ
2
2
(ρ+ 3p) + Λ
(2.3)
(2.4)
Dans le cadre d’un modèle de gravité standard, la conservation de l’énergie-impulsion
(∇µTµν = 0) se réduit à une équation :
ρ˙+ 3H(ρ+ p) = 0 (2.5)
Il est crucial de noter que, de part les identités de Bianchi, cette équation peut être
retrouvée à partir des équations de Friedmann. Nous disposons donc de deux équations
indépendantes à trois inconnues (le facteur d’échelle a(t), la densité d’énergie et la pres-
sion). Pour résoudre ce système, nous devons donc intégrer une nouvelle information :
la solution la plus générique consiste en l’introduction d’une équation d’état décrivant la
relation entre densité énergétique et pression pour la matière : p = ωρ.
Cette équation d’état, a priori variable dans le temps, possède des formes simples dans
de nombreux cas. Par exemple, un ﬂuide à pression interne nulle sera caractérisé par
une équation d’état rigoureusement nulle : ω = 0. Un ﬂuide de matière noire froide aura
une telle équation d’état. Pour du rayonnement, l’équation d’état est constante ω = 1/3.
Finalement, la constante cosmologique, possédant une densité énergétique constante dans
le temps, a la caractéristique d’avoir une équation d’état valant ω = −1.
Comme nous le verrons par la suite, d’autres ﬂuides peuvent présenter des équations
d’état variables.
Dans les équations de Friedmann, il est très utile d’utiliser des quantités adimensionnées
représentant les proportions relatives de chaque composante. Ainsi, cela nous amène à
introduire
Ωi =
κ2ρi
3H2
ΩΛ =
Λ
3H2
, (2.6)
avec l’indice i représentant chacune des composantes matérielles présentes dans l’Uni-
vers. La valeur actuelle de ces quantités relatives sera notée Ωi0.
À partir de ces nouvelles variables, nous trouvons que la solution des équations de conser-
vation s’écrit :
Ωi = Ωi0
(
a
a0
)−3(1+wi)(H0
H
)2
. (2.7)
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Avec ces nouvelles variables, la première équation de Friedmann peut être vue comme
une contrainte. Cela nous permet d’introduire le paramètre de densité totale Ω
Ω ≡
∑
i
Ωi +ΩΛ = 1−ΩK 2 (2.8)
relié à la densité totale de masse présente dans l’Univers Ω = κ2ρ/(3H2). Ne nous
intéressant qu’à des Univers à géométrie plane, nous pouvons déﬁnir une densité cri-
tique ρcrit = 3H2/κ2 dont la valeur est exclusivement ﬁxée par le facteur de Hubble
et la constante de gravitation universelle. Les observations actuelles nous indiquent une
constante de Hubble de l’ordre de 72 km.s−1.Mpc−1, ce qui donne une densité critique de
l’ordre de 9.7×10−27 kg.m−3. La quantité de matière baryonique (sous forme de métaux
légers, métaux lourds, gaz ionisé...) dans l’Univers est estimée autour de 5% de la masse
totale. Ainsi, on trouve une densité critique actuelle de l’ordre de 5 protons m−3.
En injectant l’équation (2.7) dans l’équation (2.8), nous pouvons déﬁnir
E2(a) ≡
(
H
H0
)2
=
∑
i
Ωi0
(
a
a0
)−3(1+wi)
+






ΩK
(
a
a0
)−2
+ΩΛ (2.9)
quantité très utile pour démontrer la dépendance des notions de distance dans l’Univers
en fonction du type de cosmologie considérée. Ce paramètre nous permet de savoir si
l’Univers est en expansion ou en cours d’eﬀondrement.
La seconde équation de Friedmann nous donne une information dynamique sur l’Univers.
En eﬀet, elle peut être réécrite comme suit
q ≡ − a¨ a
a˙2
=
1
2
(∑
i
Ωi(1 + 3ωi)− 2ΩΛ +2ΩK
)
, (2.10)
en ayant introduit q le paramètre de décélération. L’expansion (ou l’eﬀondrement) de
l’Univers est alors en accélération si q est négatif et en décélération si cette quantité
est positive. En supposant que la composante radiative joue un rôle très faible dans la
dynamique actuelle de l’Univers, nous pouvons décrire les comportements dynamiques
possibles d’un Univers dominé par la matière et une énergie sombre identiﬁée à une
constante cosmologique via le graphique 2.1.
Dans ce graphique, nous voyons tout d’abord une grande diversité de modèles, avec des
Univers fermés au-dessus de la ligne jaune, des Univers ouverts en dessous et plats le
long. Selon la valeur de la constante cosmologique et la quantité de matière, de nom-
breux comportements existent pour un modèle d’Univers friedmannien : en expansion
accélérée ou décélérée, en contraction, statique. Dans les modèles fermés, en présence
2. Le terme liée à la courbure, conservé dans un soucis de généralité, est représenté par ΩK .
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d’une constante cosmologique élevée, la singularité initiale est même supprimée. Ce gra-
phique montre deux positions d’équilibre correspondant à un Univers plat vide de ma-
tière (univers de de-Sitter) et un Univers plat composé uniquement de matière (univers
d’Einstein-de-Sitter). Le caractère stable, instable −voire point selle− de ces comporte-
ments asymptotiques est entièrement régi par l’équation d’état des composants matériels.
Ainsi, en supposant que la matière dans l’Univers (matière noire et matière baryonique)
a une équation d’état proche de 0, nous sommes en présence d’un système dynamique
avec un point ﬁxe stable et un point selle : la dynamique mène donc asymptotiquement
à un Univers constitué uniquement d’une constante cosmologique ce qui implique une
dilution de la matière 3.
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Figure 2.1: Dynamique des univers FLRW en fonction des paramètres de densité
actuels de matière et d’une constante cosmologique.
Aﬁn de déterminer le type d’Univers de Friedmann auquel nous sommes confrontés, nous
devons donc connaitre Ωm et ΩΛ. Ces paramètres peuvent être obtenus de manière simple
3. Pour arriver à ce résultat, il convient de réécrire (2.10) sous la forme d’un système de deux équations
du premier ordre sur ΩΛ et ΩK et d’en trouver les positions d’équilibre. On déduit le type de celles-ci
en étudiant la trace et le déterminant du jacobien associé.
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en utilisant le facteur de Hubble et donc la quantité E(a) introduite dans l’équation
(2.9). On peut facilement relier E(a) à la notion de distance dans l’Univers. Cependant,
nous avons vu précédemment qu’en relativité restreinte, et donc à fortiori en relativité
générale, l’existence d’un espace-temps ﬁxe de fond est interdite. Dès lors, on ne peut
déﬁnir une notion unique de distance et de temps dans l’Univers.
Aﬁn de situer un objet dans l’espace-temps, nous pouvons utiliser sa vitesse d’éloignement
(ou de rapprochement). Ainsi, nous ne faisons aucune hypothèse sur une quelconque
notion de distance. Imaginons un photon émis à une fréquence ωem et reçu avec une
fréquence ωrec. La diﬀérence relative ∆ω/ωrec correspond à la mesure d’un décalage
Doppler : chaque objet peut donc être caractérisé par son décalage Doppler, appelé
décalage vers le rouge ou redshift z. Le redshift peut être relié au facteur d’échelle dans
le cas de modèles cosmologiques homogènes 4 :
1 + z ≡ ωem
ωrec
=
λrec
λem
=
λrec
λrec
a
a0
=
a0
a(t)
(2.11)
Cela nous permet de déﬁnir une distance radiale comobile χ d’un objet ayant émis un
photon à un redshift z et observé par un observateur situé en χ = 0. Celle-ci est obtenue
en intégrant le long de la géodésique suivie par le photon (avec la métrique déﬁnie en
terme comobile dχ = dt/a) :
a0 χ(zobs) =
1
H0
∫ zobs
0
dz
E(z)
. (2.12)
La distance comobile, largement utilisée dans la suite de ce texte, permet de déﬁnir
une parallaxe généralisée appelée distance angulaire. Cette distance est déﬁnie comme
le rapport entre la taille physique transverse d’un objet et l’angle solide sous lequel il
est observé. La section physique de la source est redéﬁnie en unité comobile en utilisant
le facteur d’échelle. On obtient alors une déﬁnition précise de la distance angulaire d’un
objet :
DA(z) =
√
dSphys
dΩ2obs
=
√
a2
dScom
dΩ2obs
= a0
fK [χ(z)]
1 + z
(2.13)
Finalement, nous pouvons relier la luminosité d’une source à une distance χ à la lumi-
nosité observée par un observateur en χ = 0. Le ﬂux observé s’écrit simplement :
φobs =
Lsource
4πD2L
.
4. Dans le cadre des modèles inhomogènes, cette relation n’est plus correcte et se transforme de
manière complexe.
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Le ﬂux eﬀectivement reçu par un observateur en χ = 0 s’écrit :
φobs =
Lobs
dSphys
=
Lsource(1 + z)
2
4πa20f
2
K(χ)
.
Par identiﬁcation, nous pouvons donc déﬁnir la distance luminosité :
DL(z) = a0(1 + z)fK [χ(z)] . (2.14)
La luminosité d’une source étant souvent inconnue, la distance luminosité est ajustée
sur des objets astrophysiques dont on connait la luminosité et le redshift. Cette classe
d’objets astrophysiques est appelée chandelle standard, en raison de la nature intrinsèque
des émissions. On obtient donc la distance luminosité par le ratio entre les ﬂux respectifs
de la chandelle standard et de l’objet inconnu.
Parmi ces chandelles standards, on trouve les supernovae de type Ia. Le modèle actuel
suppose que l’explosion d’une telle étoile a lieu lorsque cette étoile atteint une masse
particulière, identique pour toutes les supernovae Ia. Dès lors, la luminosité des SNIa peut
être connue et calibrée. Les mesures eﬀectuées en 1998 par S. Perlmutter [9] (Supernova
Cosmology Project) sur 42 supernovae proches et A. Riess et B. Schmidt [10] sur 40
supernovae plus lointaines (High-Z Supernovae search team) ont montré une baisse de
luminosité des supernovae à haut redshift. En supposant que l’absorption due au milieu
interstellaire n’inﬂue pas trop sur la luminosité des supernovae ou que la métallicité des
supernovae reste constante dans le temps, cela montre indéniablement une accélération
de l’expansion de l’Univers. La courbe en bleu de la ﬁgure 2.2 décrit l’ellipse de conﬁance
actuelle sur les paramètres cosmologiques. L’existence d’un secteur sombre dans l’Univers
devient alors incontournable.
Les observations réalisées sur le fond diﬀus cosmologique (encore appelé CMB) per-
mettent également d’étayer l’hypothèse d’un ﬂuide accélérateur dans l’Univers. Cette
surface de dernière diﬀusion, dont la température mesurée est 2.725 K, a la caractéris-
tique d’être extrêmement uniforme (à une précision de 10−5). L’étude de la répartition
de ces anisotropies en température du CMB nous indique la composition de l’Univers
primordial : en particulier, le spectre de puissance angulaire nous donne des contraintes
fortes sur le modèle cosmologique. Comme le montre la ﬁgure 2.2, le fond diﬀus cosmolo-
gique privilégie un Univers plat contenant environ ∼30% de matière noire. L’inﬂuence de
l’énergie noire étant négligeable durant l’ère de la radiation, la seule preuve de son exis-
tence consiste en l’utilisation de l’équation (2.8) : l’Univers étant plat, l’énergie sombre
doit représenter ∼70% de la densité énergétique totale.
Finalement, les oscillations acoustiques de baryons constituent une sonde cosmologique
non dégénérée avec les deux précédentes. Lors de l’époque précédant la recombinaison, des
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ondes acoustiques se propageaient dans le plasma constitué par les baryons et les photons.
Figure 2.2: Détermination des paramètres cos-
mologiques ΩΛ et Ωm à travers les ellipses de
confiance de trois sondes cosmologiques : les
BAO, le CMB et les SNe. Figure tirée de Ko-
walski et al. [11].
Après l’émission du fond diﬀus cosmolo-
gique, le milieu permettant la propaga-
tion ayant disparu, ces ondes acoustiques
ont laissé une empreinte particulière dans
la distribution des structures. Cette em-
preinte se retrouve sous la forme d’une
échelle caractéristique, servant d’échelle
standard en cosmologie, dans les mesures
du spectre de puissance eﬀectuées par le
Sloan Digital Sky Survey et d’autres rele-
vés. Cette échelle standard évolue linéai-
rement jusqu’à nous, suivant le taux de
croissance des structures ce qui nous per-
met de déterminer les paramètres ayant la
probabilité la plus élevée : on retrouve une
quantité d’énergie noire proche de 70% et
une proportion de matière noire de l’ordre
de 30%.
Ces diverses mesures indiquent également
que l’énergie noire a une équation d’état
proche de w ∼ −1, ce qui implique une
violation de la condition d’énergie forte
(w ≤ −1/3). Une telle violation est com-
plexe à obtenir dans le cadre d’une phy-
sique conventionnelle alors qu’elle est na-
turellement vériﬁée par la vieille constante
cosmologique d’Einstein. En eﬀet, cette dernière étant constante dans l’espace et le temps,
cela implique que sa densité énergétique ρΛ ∝ a−3(1+ω) n’est pas diluée par l’expansion
cosmique : son équation d’état vaut donc w = −1.
2.2 Au-delà du modèle standard : théories scalaire-tenseur
Que signiﬁe étendre la gravité ? Il s’agit avant tout de comprendre le secteur sombre en
cherchant à atteindre une meilleure compréhension de la théorie de la gravitation. Ainsi,
le mystère de l’Énergie Noire tend à nous indiquer la direction à suivre aﬁn de modiﬁer
les théories de gravité.
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Comme nous l’avons souligné, la première tentative d’explication de l’Énergie Noire a
consisté en la réintroduction de la constante cosmologique introduite par Einstein en
1917 dans le cadre d’une vériﬁcation du principe de Mach. La constante cosmologique
Λ ne demande pas de modiﬁcations de la relativité générale ou des principes cosmolo-
giques : seule la valeur du paramètre Λ est à déterminer. Cette constance en tout point
de l’espace-temps nous invite à penser à d’autres explications pour le secteur sombre de
l’Univers.
Ainsi, un champ homogène dans l’espace et variable dans le temps peut être introduit :
sous la forme d’un champ scalaire en auto-interaction, cette constante cosmologique dyna-
mique correspond à l’ajout d’un ﬂuide accélérateur. Sous certaines conditions, ce champ
scalaire se nomme « quintessence ». Cette formulation peut être étendue en autorisant ce
champ scalaire à varier dans l’espace, celui-ci devenant ainsi inhomogène. Au sein de ces
modèles cosmologiques, il existe une famille particulière comportant des couplages entre
composantes : ces modèles sont couplés entre matière noire et Énergie Noire [12, 13],
entre métrique et Énergie noire [14] 5, entre toutes les composantes [15, 16].
Dans la suite, nous n’exposerons pas toutes les extensions possibles de la relativité gé-
nérale 6, mais nous nous restreindrons aux théories dérivées de la présence d’un champ
scalaire supplémentaire. En particulier, le cas d’un champ scalaire couplé à la métrique,
avec ou sans potentiel d’interaction, sera particulièrement intéressant dans la suite de la
thèse, celui-ci permettant une explication de l’Énergie Noire sous une forme naturelle fai-
sant appel à un eﬀet de référentiel [16]. Ce cas sera par ailleurs discuté dans le Chapitre 3
au niveau homogène et perturbatif.
2.2.1 Dépasser la constante cosmologique
Comme nous l’avons vu, les données observationnelles cosmologiques actuelles penchent
en faveur de l’existence d’un secteur sombre dominé par la contribution de l’énergie noire
dont la densité réduite vaut ΩΛ = Λ/3H20 ∼ 0.73. Cela implique que la densité énergé-
tique de la constante cosmologique, calculée en utilisant H0 = 72 km/s/Mpc, est égale
à : ρΛ ≡ Λ/8πG ∼ 10−47 GeV4.
Concernant la nature de la constante cosmologique, on ne peut la concevoir que de deux
manières : soit la constante cosmologique est une constante fondamentale de la nature
au même titre que la charge de l’électron, soit elle provient de processus microscopiques
(comme les contantes induites telles le magnéton de Bohr) et apparait comme un terme
eﬀectif dans le tenseur énergie-impulsion total du contenu matériel de l’Univers. Cepen-
dant, chacune de ces conceptions pose de profonds problèmes.
5. Dans ce cas précis, on parle dans ce cas de couplages non-minimaux.
6. Parmi les modèles cosmologiques, nous pouvons citer par exemple les modèles branaires tels DGP
[6], les Univers inhomogènes [17, 18], les modèles de gravité d’ordre supérieur [19, 20] etc.
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Assimiler la constante cosmologique à une nouvelle constante de la Nature peut sembler
raisonnable. Cependant, les constantes en physique sont de deux types : des constantes de
couplage ou des seuils. La constante cosmologique n’apparait pas comme un quelconque
couplage et doit donc être une limite. Elle pourrait alors être vue comme la limite in-
férieure de l’énergie contribuant à la gravitation (la densité des champs saturerait alors
à ρΛ). Il semble toutefois qu’il n’existe aucun mécanisme capable d’expliquer une telle
saturation. Outre ce problème physique, il est intéressant de noter que les constantes pré-
sentes en physique sont généralement des constantes multiplicatives, servant d’étalons à
nos mesures et permettant de convertir des grandeurs d’une unité donnée en d’autres
grandeurs dans d’autres unités. Elles apparaissent également dans les lois de la physique
comme des constantes multiplicatives. Or, dans les équations de Friedmann, la constante
cosmologique apparaît comme une constante purement additive, ne liant pas de phéno-
mènes physiques entre eux, à la diﬀérence de la constante de gravitation universelle, de
la célérité de la lumière ou de la constante de Planck.
Pour expliquer l’énergie noire, la constante cosmologique peut également être identiﬁée
comme la résultante eﬀective de la contribution de champs microscopiques. L’équation
d’état eﬀective de Λ − à savoir ωΛ = −1 − restreint le nombre de ﬂuides candidats
à l’émergence de l’énergie noire : le seul ﬂuide ayant cette équation d’état est le vide.
Cependant, à partir de la théorie quantique des champs actuelle, nous pouvons calculer
la densité énergétique du vide ρvide. Il nous faut pour cela introduire une coupure ad-hoc
aﬁn d’éviter une divergence ultraviolette en k4. Si le domaine de validité de la théorie
quantique des champs s’étend jusqu’à la masse de Planck alors, ρvide ∼ 1074 GeV4.
Si la coupure est ﬁxée à l’échelle caractéristique de la chromodynamique quantique
(mQCD ∼ 0.2 GeV), ρvide ∼ 10−5 GeV4.
Dans les deux cas, ρΛ ≪ ρvide. Un recours à la supersymétrie permet d’approcher la valeur
de Λ mesurée par les sondes cosmologiques en prédisant une énergie du vide rigoureuse-
ment nulle. Une brisure inﬁme de la supersymétrie pourrait alors donner naissance à une
constante cosmologique telle que nous l’observons. Cependant, cela nous oblige à imposer
des valeurs très particulières aux champs initiaux, ce que nous voulons éviter. De plus,
cette interprétation implique que la contribution de l’énergie du vide devrait dominer la
dynamique de l’Univers de tout temps (problème dit de la constante cosmologique), ce
qui à l’aune des mesures récentes à haut redshift (CMB par exemple), n’est pas le cas.
Les problèmes conceptuels sur la nature d’une constante cosmologique Λ nous poussent
donc à envisager l’existence d’une énergie noire dynamique. La constante cosmologique
pouvant être vue comme un champ gelé dans le temps (via l’approche microscopique),
l’idée la plus simple consiste à donner un degré de liberté supplémentaire à ce champ ﬁgé :
la constante devient un champ scalaire qui, associé à des propriétés de tracking, est appelé
quintessence. Cela nous permet de résoudre le problème de la constante cosmologique.
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2.2.2 Alternative à la constante cosmologique : la quintessence
L’ajout d’un champ scalaire dans le tenseur énergie-impulsion en lieu et place de la
constante cosmologique permet donc de résoudre, au moins en partie les problèmes liés
à Λ. La quintessence est un champ scalaire ϕ minimalement couplé au champ gravita-
tionnel, non couplé aux champs de matière et possédant un potentiel d’auto-interaction
V (ϕ). L’action que l’on doit ajouter à l’action d’Einstein-Hilbert s’écrit ainsi :
Sϕ =
∫
d4x
√−g
[
−1
2
gµν∂µϕ∂νϕ− V (ϕ)
]
(2.15)
Les modèles de quintessence sont spécialement intéressants de par l’existence de solutions
dites de « tracking » qui permettent de résoudre en partie le problème de la coïncidence
associée à la constante cosmologique [21, 22]. Ces solutions de « tracking » se traduisent
par une disparition de la sensibilité aux conditions initiales du champ, ce qui implique
que la solution aujourd’hui ne dépend que des paramètres du potentiel [23].
Les équations d’Einstein possèdent donc un terme supplémentaire associé au champ
scalaire. Cela se traduit sur les équations de Friedmann (2.3) qui deviennent :
H2 =
κ2
3
[∑
i
ρi +
ϕ˙2
2
+ V (ϕ)
]
, (2.16)
H˙ = −κ
2
2
[∑
i
(ρi + pi) + ϕ˙
2
]
. (2.17)
L’équation dite de « Klein-Gordon » 7, obtenue par la variation de l’action d’Einstein-
Hilbert, pour un champ scalaire s’ajoute également aux équations de Friedmann ci-
dessus :
ϕ¨+ 3Hϕ˙+ V,ϕ = 0 (2.18)
La pression associée à un champ scalaire s’écrit p = ϕ˙
2
2 − V (ϕ) alors que sa densité
énergétique se note ρ = ϕ˙
2
2 +V (ϕ). Dès lors, on obtient immédiatement l’équation d’état
de la quintessence :
ωϕ =
ϕ˙2
2 − V (ϕ)
ϕ˙2
2 + V (ϕ)
(2.19)
La première constatation est la dépendance explicite de l’équation d’état de l’énergie
sombre en fonction du temps. Durant l’ère de domination de l’énergie noire, pour provo-
quer une phase d’accélération de l’expansion cosmique, il faut simplement que le terme
cinétique de la quintessence soit négligeable devant son énergie potentielle : ϕ˙2/2≪ V (ϕ).
7. L’équation de Klein-Gordon utilisée en Physique des Particules pour décrire un champ scalaire ϕ
se généralise dans le cas d’une métrique courbe : ∂µ
√
−g∂µϕ. Celle-ci se réduit à l’équation (2.18) dans
le cas d’un champ scalaire homogène.
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Le potentiel d’auto-interaction peut être précisé dans le cadre d’une expansion dominée
par l’énergie noire, avec un facteur d’échelle évoluant en tn (n > 1). Les équations de
Friedmann nous mènent à la forme de potentiel suivante :
V (ϕ) =
n(3n− 1)
κ2
exp
(
−2ϕ
√
κ2
2n
)
(2.20)
Cela signiﬁe que tout modèle de quintessence ayant un potentiel décroissant moins vite
que l’exponentiel produira, durant l’histoire cosmique, une phase d’accélération. Ainsi, les
premiers modèles de quintessence, dits de Ratra-Peebles [21, 22], possèdent des potentiels
en lois de puissance inverse :
VRP (ϕ) =
λ4+αQ
ϕαQ
, (2.21)
où λ et α sont des paramètres libres, positifs qui caractérisent la pente et l’amplitude du
potentiel d’auto-interaction du champ. Ces modèles ont trouvé un fondement théorique
grâce à la physique des particules et en particulier dans le cadre des extensions supersy-
métriques de la chromodynamique quantique [24, 25]. Cependant, des corrections dues
à la supergravité [26] lorsque ϕ devient petit, tendent à prédire une forme de potentiel
légèrement diﬀérente du potentiel de Ratra-Peebles :
VSU (ϕ) =
λ4+αQ
ϕαQ
e
κ2
2
ϕ2 (2.22)
Par la suite, le modèle SUGRA représentera les modèles de quintessence dont le potentiel
est issu de la supergravité (2.22) 8.
2.2.3 Théories scalaire-tenseur
Historiquement, les théories scalaire-tenseur ont été abordées via deux motivations phy-
siques diﬀérentes : la nécessité de prendre en compte d’éventuelles dimensions d’ordre
supérieur en physique des hautes énergies et la diﬃculté d’incorporer le principe de
Mach dans la relativité générale. Cette classe de théories a donc la particularité d’avoir
été construite aﬁn de résoudre des problèmes profonds liés à la nature même de la gra-
vitation et à la structure de notre espace-temps.
À partir de 1949, les développements en physique des hautes énergies amène P. Jordan
[27] à essayer de plonger une variété courbe quadridimensionnelle dans un espace-temps
plat à 5 dimensions. Ce problème est dans la droite lignée des théories de Kaluza-Klein
8. Ces deux modèles de quintessence seront particulièrement intéressants dans la suite de la thèse.
En effet, ceux-ci correspondent aux modèles cosmologiques implémentés dans le cadre des simulations
DEUSS décrites dans le Chapitre 11 de la partie numérique. Une liste exhaustive des paramètres cos-
mologiques est fournie Tableau 11.5. Une explication détaillée autour de l’obtention de ces paramètres
cosmologiques et de l’intégration numérique des équations de Friedmann est présentée Section 11.1.
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sur la relativité générale en tant que description de la dynamique d’un espace-temps à
4+N dimensions, avec les N dimensions supplémentaires compactiﬁées le long de cercles
de rayon extrêmement petit 9. L’action proposée en 1952 par P. Jordan [28] s’écrit alors :
S =
1
2κ2
∫
d4x˜
√
−g˜
[
ΦR˜− Ω(M(Φ))
Φ
g˜µν∂µΦ∂νΦ
]
+ Sm(ψm, g˜µν ,Φ) (2.23)
Cette action semble assez éloignée de l’action d’Einstein-Hilbert : les degrés de liberté
scalaire et tenseur sont ici mêlés. Il est crucial de noter que, dans cette action, le champ
scalaire Φ joue le rôle de l’inverse d’un couplage gravitationnel G(xµ) dépendant de la po-
sition dans l’espace-temps. On remarque qu’ici, l’action liée à la partie matérielle dépend
explicitement du champ scalaire Φ, ce qui entraîne une violation explicite du principe
d’équivalence fort. En eﬀet, les champs de matière ψm ne se couplent pas uniquement au
tenseur métrique gµν mais également au champ scalaire Φ : les observables dépendent
alors de la position dans l’espace-temps de l’expérimentateur.
La constante Ω peut être indépendante du champ scalaire, ce qui permet d’obtenir l’ac-
tion originale de Brans-Dicke [14].
C. Brans et R.H. Dicke obtiennent la même action en utilisant des arguments très diﬀé-
rents. En eﬀet, l’argument principal de leur article de 1961 [14] pour justiﬁer l’ajout de
nouveaux champs médiateurs de la gravitation, est l’incorporation du principe de Mach
(ou au moins une version relaxée) au sein d’une théorie de l’espace-temps. Ainsi, leur
article souligne que l’invariance des constantes fondamentales des lois de la dynamique
n’est pas en accord avec l’idée de Mach selon lequel l’inertie des corps est reliée à leur
accélération relativement à la distribution locale de matière (version relaxée du principe
de Mach). Considérant l’extension la plus simple de la relativité générale respectant le
principe d’équivalence faible et permettant une variation des constantes fondamentales
de la Nature, C. Brans et R.H. Dicke ont obtenu l’action (2.23) avec une constante Ω
indépendante du champ scalaire.
Cette classe de théories, extension simple de la relativité générale, évite les divers pro-
blèmes associés à la constante cosmologique et explique de manière élégante l’eﬀet ac-
célérateur de l’Énergie Noire. De récents travaux [15, 29] ont montré que cette dernière
devient alors un eﬀet de référentiel, que l’on peut interpréter comme une diﬀérence de
chute libre entre baryons et matière noire.
Reprenant l’action (2.23) avec un terme de matière dépendant d’un champ scalaire X˜ψ,
nous obtenons l’action suivante :
SBD =
∫
d4x
√
−g˜
[
Φ
2κ2
R˜− Ω(Φ)
2κ2Φ
∂µΦ∂
µΦ+ U˜(Φ) + P˜ (X˜ψ)
]
, (2.24)
9. Le rayon des cercles de compactification est pris très faible afin que l’observateur macroscopique
ne puisse expérimenter l’existence de ces dimensions qu’au travers de la physique des hautes énergies.
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avec κ2 constante de couplage à la gravitation se réduisant à la constante de Newton
dans le système solaire et Ω(Φ) la fonction de couplage de Brans-Dicke. Cette expression
est ici écrite dans le Jordan « frame », référentiel où toutes les observables doivent être
calculées. Ce référentiel, dans le cas où le champ scalaire n’est couplé qu’à un seul ﬂuide
matériel, est déﬁni de manière unique. L’inconvénient de ce « frame » est le mélange des
degrés de liberté scalaire Φ et tenseur R˜, qui rend extrêmement complexe les calculs [30].
Cela nous incite donc, dans un soucis de simpliﬁcations, à mener les calculs dans le
référentiel d’Einstein (ou « Einstein frame »), où les degrés de liberté gravitationnels sont
découplés. En eﬀet, dans ce référentiel, le terme scalaire de la gravitation joue simplement
le rôle d’un champ de quintessence en interaction non-minimal avec les composantes de
matière. Le lien entre référentiel observable et référentiel d’Einstein est obtenu en utilisant
une transformation conforme sur la métrique :
g˜αβ = A
2
ψ(ϕ)gαβ , où Φ = A
−2
ψ (ϕ) et 3 + 2Ω =
κ2
2
(
d lnAψ
dϕ
)−2
. (2.25)
En outre, nous redéﬁnissons le champ scalaire de telle manière que celui-ci soit canoni-
quement normalisé :
Φ
2κ2
R˜− Ω(Φ)
2κ2Φ
∂µΦ∂
µΦ→ 1
2κ2
R+
1
2
(∂ϕ)2 . (2.26)
Cela implique que le facteur κ2 devant le champ scalaire dans le référentiel observable
disparaît lorsque l’on se déplace dans le référentiel d’Einstein.
Notons que cette transformation conforme change également la déﬁnition des distances
dans l’espace-temps : d˜t = Aψ(ϕ)dt et d˜xi = dxi.
À partir d’une version généralisée à plusieurs ﬂuides de l’action (2.24), le chapitre suivant
nous permettra de calculer les perturbations cosmologiques dans le cadre de ces théories
scalaire-tenseur.



Deuxième partie
Développements en cosmologie
physique
31

Chapitre
3
L’Univers inhomogène
3.1 L’Univers inhomogène : dynamique linéaire des fluctuations 34
3.1.1 Problèmes de jauge dans les théories gravitationnelles . . . . . 35
3.1.2 Description fluide de la dynamique homogène de l’espace-temps 40
3.1.3 Perturbations lagrangiennes des modèles scalaire-tenseur . . . . 44
3.1.4 Application des équations du mouvement à des cas particuliers 51
3.2 Retour à une description eulérienne des perturbations . . . 56
Le travail présenté dans ce chapitre a été réalisé dans le prolongement des développements
théoriques du stage de Master Recherche. Suite à un travail approfondi sur la théorie des
perturbations cosmologiques dans les modèles de gravité modiﬁée [5, 31], de nombreuses
approximations sur la dynamique de l’Énergie Noire ont été relevées. Ce chapitre se
propose donc de revisiter les équations de la dynamique perturbée au premier ordre à
l’aide d’un formalisme lagrangien minimisant le nombre de degré de liberté.
Comme nous le verrons dans la suite, il permet de trouver une version généralisée des
équations du mouvement de Sasaki-Mukhanov. En particulier, nous montrerons que ces
équations du mouvement permettent de retrouver le comportement d’un champ d’inﬂa-
tion (« early-time acceleration »), de décrire l’évolution des perturbations durant l’ère de
la matière ou d’obtenir de manière exacte l’évolution des perturbations en présence d’un
champ dilatonique couplé à des composantes matérielles (« late-time acceleration »).
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3.1 L’Univers inhomogène : dynamique linéaire des fluctua-
tions
Aﬁn de décrire l’eﬀondrement gravitationnel et l’évolution linéaire des structures dans
un cadre relativiste, nous devons perturber notre espace-temps FLRW. La théorie des
perturbations cosmologiques peut être approchée de deux manières : la perturbation
des équations du mouvement obtenu dans le cadre de la dynamique homogène (approche
eulérienne) ou un principe variationnel visant à perturber l’action de la relativité générale
(approche lagrangienne).
L’approche eulérienne entraîne une simple perturbation des équations d’Einstein et des
équations de conservation de la matière. Ainsi, la technique est de résoudre les équations
tensorielles développées à l’ordre 1 :
δGνµ = κ
2δT νµ (3.1)
δ[∇νT νµ ] = 0 (3.2)
Dans cette section, nous utiliserons cette approche variationnelle, ainsi que l’action (2.23),
introduite dans le chapitre précédent pour décrire un secteur sombre accélérateur com-
plexe.
Ainsi, aﬁn d’étudier les perturbations linéaires à partir d’un principe variationnelle (ap-
proche lagrangienne), nous nous inspirerons de la méthode développée par Maldacena
[32]. Cette technique, utilisée dans le cadre des modèles inﬂationnaires (e.g. DBI inﬂation
[33]) provoquant une expansion accélérée au début de l’histoire de l’Univers, vise à éviter
toute approximation lors des calculs. Cette méthode se décompose en cinq étapes :
– l’écriture de l’action covariante dans le référentiel de Jordan suivi de son obtention
dans le « Einstein frame » via une transformation conforme ;
– la paramétrisation des termes de pression par une approximation ﬂuide pour diminuer
les nombres de degrés de liberté ;
– la dérivation des contraintes hamiltoniennes à l’ordre homogène et à l’ordre linéaire ;
– l’utilisation de ces équations de contraintes pour obtenir l’action quadratique invariante
de jauge pour les perturbations linéaires ;
– la résolution des équations du mouvement issues de la variation de l’action quadratique
à l’ordre linéaire.
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3.1.1 Problèmes de jauge dans les théories gravitationnelles
3.1.1.1 Brisure de la covariance et problèmes de jauge
Nous avons vu précédemment qu’en raison du principe cosmologique, les théories mé-
triques décrivant la gravitation sont covariantes et donc invariantes sous des transfor-
mations de Lorentz. Cependant, l’introduction d’une métrique perturbée autour d’une
métrique homogène brise cette covariance : il convient d’établir un isomorphisme ψ liant
les points de l’espace-temps FLRW à l’espace-temps perturbé (voir ﬁgure 3.1). Cepen-
dant, le mapping ψ n’est pas unique ce qui implique une liberté de choix de coordonnées
dite « choix de jauge » brisant la covariance.
MM¯
ψ
ψ
ψ
t
t
t
t
Figure 3.1: Isomorphisme (Difféomorphisme) ψ entre le monde homogène M¯ décrit
par une métrique FLRW et l’Univers perturbé décrit par la variété M.
Aﬁn de comprendre en détail cette brisure, considérons la théorie quantique des champs
où l’espace-temps est ﬁxe : une fois le système de coordonnées choisi, toute quantité
F (~x, t) peut être décomposée en une partie homogène et une partie perturbée comme
suit :
δF (~x, t) = F (~x, t)− F¯ (~x, t) . (3.3)
Toutes ces quantités peuvent être comparées à tous les points de l’espace-temps au même
point, ce qui évite toute ambiguité dans la déﬁnition de nos variables.
La relativité générale ne supposant pas d’espace-temps ﬁxe de fond, nous voulons compa-
rer des quantités évoluant sur deux espace-temps diﬀérents, respectivement un Univers
FLRW homogène (M¯, gµν) et un Univers perturbé (M, gµν) proche d’un Univers FLRW.
Le physicien est donc libre du choix de l’isomorphisme liant les diﬀérents points des deux
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espace-temps. Remarquons qu’il n’existe aucun choix plus naturel qu’un autre en ce qui
concerne ce mapping entre espace-temps et qu’il peut exister des degrés de liberté non
physiques, appelés modes de jauge, liés au choix du système de coordonnées sur chacune
des variétés. Cela nous amènera à discuter le sens physique associé à diﬀérents choix de
jauge dans le paragraphe 3.1.1.3.
À l’ordre linéaire, la métrique FLRW se décompose de la manière générale sous la forme :
ds2 = a2
[−(1 + 2A)dη2 + 2Bidxidη + (γij + hij)dxidxj] . (3.4)
La métrique homogène se note g¯µν alors que la métrique perturbé s’écrit δgµν .
En utilisant une projection sur la base des harmoniques sphériques, nous pouvons déﬁnir
des perturbations scalaires, vecteurs et tenseurs (décomposition SVT) non couplées entre
elles. Les perturbations tenseurs concernent les ondes gravitationnelles qui dans le cadre
de ce travail ne nous intéresse pas. Les perturbations vectorielles, associées au phénomène
de vorticité, décroissent très rapidement dans l’histoire de l’Univers, ce qui nous permet
de les négliger. Dans ce manuscrit, nous ne intéresserons donc qu’aux perturbations
scalaires, celles-ci ayant des implications importantes dans la dynamique de formation
des structures. Cette décomposition SVT nous permet de réécrire la métrique perturbée
uniquement en terme de quantités scalaires :
ds2 = a2
[−(1 + 2A)dη2 + 2∂iBdxidη + (1 + 2C)d~x2 + 2∂i∂jEdxidxj] . (3.5)
Aﬁn de distinguer les degrés de liberté physique des degrés de liberté induits par le choix
de jauge, considérons un changement de coordonnées inﬁnitésimal 1 xˆµ → xµ + ξµ avec
ξµ se décomposant en :
ξ0 = T, ξi = ∂iL . (3.7)
Cela implique que les variables de perturbations de la métrique s’écrivent :
Aˆ→ A+ T ′ +HT
Bˆ → B + L′ − T
Cˆ → C +HT
Eˆ → E + L
(3.8)
(3.9)
(3.10)
(3.11)
1. Il est possible de démontrer qu’un tel changement de coordonnées est relié à une dérivation de Lie,
notée Lξ, sur la métrique :
dδgµν → δgµν + Lξ g¯µν . (3.6)
Physiquement, la dérivée de Lie correspond ici à la dérivation directionnelle d’une fonction sur une
variété différentielle.
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Cela nous amène à énoncer le lemme de Stewart-Walker :
Lors d’un changement de coordonnées associés à un changement de jauge, toute quan-
tité δF se transforme selon δ̂F → δF + LξF¯ au premier ordre dans les perturbations.
Chaque champ de vecteurs ξµ générant une transformation de jauge, les seuls quantités
invariantes de jauge sont celles pour lesquelles : LξF¯ = 0, ∀ξ.
Ce théorème se vériﬁe par exemple lorsque l’on considère les perturbations spatiales d’un
champ scalaire ϕ, pouvant représenter un champ de quintessence : δ̂ϕ→ δϕ+ ϕ′T .
Les équations relativistes de la relativité générale étant covariantes, toute équation dé-
crivant l’évolution du champ tensoriel F peut donc s’écrire F = 0. Il est donc toujours
possible, au premier ordre dans les perturbations cosmologiques, de réécrire une équation
en termes de quantités invariantes de jauge.
3.1.1.2 Quantités invariantes de jauge
Ces quantités invariantes de jauge présentent la particularité de ne pas dépendre de
l’isomorphisme choisi pour relier l’espace-temps perturbé à l’Univers homogène. Elles
contiennent donc tous les degrés de liberté physique du système dynamique que l’on
veut décrire (en évacuant les modes de jauge du paragraphe précédent). Les observables
en cosmologie sont nécessairement des quantités invariantes de jauge : reste à choisir
convenablement ces variables aﬁn d’exprimer nos observables.
Nous avons, à priori, une inﬁnité possible de choix possible. Cependant, une propriété
en cosmologie est que lorsque l’on considère des perturbations sur des échelles très infé-
rieures au rayon de Hubble, une approche friedmannienne (i.e. non-perturbée) de l’espace-
temps peut être adoptée. Sous cette hypothèse, toutes les variables invariantes de jauge
convergent rapidement (voir Peter et Uzan [34]). Cela permet à un physicien de mener
des calculs perturbatifs sub-horizon sur ses variables invariables de jauge préférées. Dans
cette section, nous nous intéresserons aux lois de transformation permettant de passer
d’une jauge à l’autre.
La construction de variables invariantes de jauge procèdent du lemme de Stewart-Walker.
Il s’agit de trouver une combinaison linéaire de variables dépendantes de jauge qui soit
invariante sous un changement de coordonnées. La construction de telle variables est
eﬀectuée à partir des équations (3.8−3.11). Par exemple, les variables, dites de Bardeen,
s’écrivent :
Ψ ≡ −C −H(B − E′) (3.12)
Φ ≡ A+H(B − E′) + (B − E′)′ . (3.13)
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Étant donné que ces variables ne peuvent pas être annulées par un changement de jauge,
celles-ci correspondent aux perturbations physiques de l’espace-temps. En introduisant
les perturbations matérielles dans le système physique, nous obtenons deux autres va-
riables invariantes de jauge, décrivant les vraies perturbations physiques, respectivement,
du champ de densité et du champ de vitesse de la matière :(
δρ
ρ
)N
≡ δN = δ + ρ
′
ρ
(B − E′) (3.14)
uN = u− E′ (3.15)
L’utilisation des variables invariantes de jauge est cruciale pour la covariance de la théorie
des perturbations cosmologiques. Cependant, nous allons voir dans la suite que l’inva-
riance de jauge est choisie en rapport avec une jauge particulière qui présente une signi-
ﬁcation physique particulière. Sachant qu’à tout choix de jauge correspond un choix de
variables invariantes de jauge, nous pouvons utiliser des variables dépendantes de jauge
pour mener à bien les calculs. Une fois les calculs eﬀectués, nous devons impérativement
revenir à une description en terme de variables indépendantes de jauge pour comparer
aux observables physiques.
Les calculs seront corrects à condition, bien sûr, de pouvoir discerner les degrés de liberté
physiques des modes de jauge.
3.1.1.3 Sens physique associé à un choix de jauge
Cette partie s’inspire grandement de l’article référence de Kodama et Sasaki, Cosmolo-
gical Perturbation Theory [35].
Une jauge largement employée est la jauge longitudinale, encore appelée jauge new-
tonienne. Celle-ci est caractérisée par le choix :
B = 0, E = 0. (3.16)
Ce choix de coordonnées impose donc une métrique perturbée diagonale, ce qui implique
un taux d’expansion isotrope. Les variables employées dans cette jauge correspondent
alors aux invariants de jauge de Bardeen (3.12−3.15). L’annulation de la variable T lors
de la construction de ces invariants assure qu’aucun mode de jauge ne se propage sous
ce choix de coordonnées. Le passage à cette jauge s’obtient avec la transformation de
jauge :
T = B − E′, L = −E. (3.17)
L’équivalence entre variables de Bardeen et variables longitudinales, l’absence de mode
de jauge et l’isotropie de l’expansion sont les principaux avantages de cette jauge. Ainsi,
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son utilisation permet d’obtenir des résultats d’une manière simple et rapide quel que soit
le type de modèle de gravité considéré. Cependant, le nombre d’équations dynamiques
est élevé ce qui impose de faire de nombreuses approximations.
Une autre jauge utile est la jauge de feuilletage plat, dans laquelle la partie spatiale
de la métrique n’est pas perturbée :
C = 0, E = 0. (3.18)
Cette jauge ne propage pas de mode de jauge, les variables T et L étant ﬁxées, comme
l’indique la transformation :
T = −CH , L = −E. (3.19)
L’avantage de cette jauge réside dans la non-perturbation de la métrique spatiale. Cela
permet donc d’étudier la variation des quantités évoluant sur cette métrique non-perturbée
de manière assez simple, en réduisant le nombre de degrés de liberté du système.
La jauge synchrone est déﬁnie avec la contrainte :
A = 0, B = 0. (3.20)
À l’inverse de la jauge de feuilletage plat, sous un tel choix de coordonnées, seules les
sections spatiales de la métrique sont perturbées. Les lignes d’univers d’équation xi =Cte
sont orthogonales aux hypersurfaces à temps constant et le temps propre d’un observa-
teur comouvant coïncide avec le temps cosmique. Cela implique qu’avec ce système de
coordonnées, à chaque point correspond un observateur en chute libre.
Cependant, les avantages de cette jauge sont contrebalancées par l’existence de modes
de jauge lorsque l’on est amené à résoudre les équation d’évolution des perturbations li-
néaires. Ainsi, la transformation pour passer d’une jauge quelconque à la jauge synchrone
impose T ′ +HT = 0, d’où :
T = − α
a(η)
∫
a(η)dη +
β
a(η)
, L =
∫
Tdη + γ, (3.21)
avec α, β et γ constantes d’intégration dépendant à priori des coordonnées spatiales
xi. Ces fonctions d’intégration ont pour origine la déﬁnition arbitraire du temps propre
correspondant à chaque observateur.
Tous les choix de jauge précédents se sont portés sur la forme de la métrique perturbée.
Une option intéressante est d’envisager une jauge comobile suivant le mouvement d’un
ﬂuide ou d’un ensemble de ﬂuides (baryons, matière noire, photons...). Cette jauge impose
que la composante matérielle suivie n’est pas perturbée. Aﬁn d’éviter l’existence de modes
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de jauge, nous imposons une condition supplémentaire sur la variable E :
δT i0 = 0, E = 0. (3.22)
Cette jauge nous sera extrêmement utile dans la suite du manuscrit. En eﬀet, dans le
cas des perturbations comouvantes avec un champ scalaire ϕ, elle se réduit à δϕ = 0. De
plus, dans cette jauge, l’écriture d’une équation de Poisson est semblable à celle obtenue
dans un cadre newtonien.
3.1.2 Description fluide de la dynamique homogène de l’espace-temps
Tout choix de jauge vise donc à réduire le nombre de degrés de liberté du système physique
aﬁn de déduire une équation dynamique simpliﬁé. Dans le même esprit, nous pouvons
réécrire les ﬂuides apparaissant dans les équations de Friedmann en terme de champs
scalaires, grâce à une méthode développée par Boubekeur et al. [36], aﬁn de réduire
encore le nombre de degrés de liberté. En particulier, sachant qu’un ﬂuide barotropique
et irrotationnel telle la matière ou les photons ne propage qu’un seul degré de liberté
[36–38], il est raisonnable de traiter ce ﬂuide comme un champ scalaire que nous noterons
ψ par la suite. Nous développerons brièvement les étapes d’une telle démonstration, puis,
nous la généraliserons dans le cadre de modèles de gravité non-minimalement couplés à
un champ scalaire médiateur de la gravité. Cet ersatz se révélera particulièrement utile
en vue du calcul perturbatif.
Aﬁn d’écrire nos ﬂuides en termes de champs scalaires, nous suivons un parallèle avec
les modèles de K-inﬂation [39] : nous pouvons donc introduire le lagrangien
L = P˜ (X˜) , X˜ ≡ −g˜µν∂µψ∂νψ , (3.23)
pour un ﬂuide donné. L’équation du mouvement résultant de la variation de ce lagrangien
par rapport à la métrique nous donne l’expression du tenseur énergie-impulsion (cf.
équation (2.2)) pour un ﬂuide décrit par le lagrangien (3.23) :
Tµν = 2P˜ (X˜),X∂µψ∂νψ + P˜ (X˜)g˜µν . (3.24)
Une comparaison avec l’équation (2.2) nous donne par identiﬁcation :
ρ˜ = 2X˜P˜ ′ − P˜ , p˜ = P˜ , u˜µ = ∂µψ√
X˜
, (3.25)
où u˜µ est un quadrivecteur de genre temps et dirigé vers le futur. Si nous considérons
un ﬂuide barotropique (par un exemple, un ﬂuide photonique) d’équation d’état p˜ = wρ˜,
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nous pouvons réécrire l’équation (3.25) uniquement en terme de la pression P˜ :
P˜ = w(2X˜P˜,X − P˜ ) . (3.26)
Cette équation s’intègre simplement dans le cas où w 6= 0 :
P˜ = X˜
1+w
2w . (3.27)
Il est important de noter que, bien que cette déﬁnition de la pression diverge lorsque
w → 0, nous pourrons considérer cette limite dans les équations du mouvement. Cela
semble raisonnable car seules les équations du mouvement décrivent l’évolution dyna-
mique des ﬂuides considérés, l’action n’étant qu’une fonctionnelle de la dynamique d’un
système physique. La limite w → 0, décrivant le cas d’un ﬂuide de poussière, est par-
ticulièrement importante pour décrire l’évolution des ﬂuides de baryons ou de matière
noire.
Nous souhaitons à présent utiliser ce formalisme pour obtenir, dans un premier temps,
les équations de la dynamique homogène pour un champ scalaire φ non-minimalement
couplé à la gravité et dans un second temps, les perturbations linéaires d’un tel modèle.
Sous la transformation conforme (2.25), l’action 2.24 est exprimée dans l’« Einstein
frame » :
S =
∫
d4x
√−g
[
1
2κ2
R+
1
2
(∂ϕ)2 + P (Xψ, Aψ)
]
, (3.28)
où
P (Xψ, Aψ) = A
2(2−α)
ψ X
α , X = −gµβ∂µψ∂βψ , (3.29)
en ayant déﬁni :
α = (1 + w)/2w . (3.30)
Plusieurs cas limites correspondent à des valeurs particulières du paramètre d’état α :
– Cas constante cosmologique : α→ 0 ;
– Cas champ scalaire pur : α→ 1 ;
– Cas radiation (photons ou neutrinos) : α→ 2 ;
– Cas poussière : α→∞.
Aﬁn de décrire un système complexe de ﬂuides en interaction, nous pouvons généraliser ce
calcul à un système de plusieurs ﬂuides parfaits couplés diﬀéremment au champ scalaire
ϕ pour obtenir l’action la plus générale dans le référentiel d’Einstein :
S =
∫
d4x
√−g
[
1
2κ2
R+
1
2
(∂ϕ)2 − V (ϕ) +
∑
i
P (Xi, Ai)
]
, (3.31)
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où la somme sur i concerne tous les composantes ψi des ﬂuides parfaits (telles que déﬁ-
nies dans l’équation (3.29) avec Ai la fonction de couplage Aψ[i-ème ﬂuide]). Cette action
(3.31) constitue la fonctionnelle du système que nous allons étudier. Il est crucial de no-
ter que, dans un tel système, le Jordan « frame » n’est plus déﬁni de manière unique.
En eﬀet, nous pouvons alors déﬁnir un Jordan frame diﬀérent pour chaque composante.
Cependant, une fois choisi le ﬂuide représentant les baryons, nous ﬁxons déﬁnitivement le
« frame » observable. Notons que nous restons libres de déﬁnir un autre « frame » obser-
vable mais dans ce cas, des eﬀets cosmologiques diﬀérents existent (e.g. une décélération
dans le Jordan « frame » de la matière noire [15]).
La variation de l’action (3.31) par rapport à la métrique gµβ nous permet de retrouver
la déﬁnition de la densité énergétique et de la pression dans le référentiel d’Einstein :
ρi = 2XPi,X − Pi, pi = Pi, ui,µ = ∂µψi√
Xi
. (3.32)
Les couplages non-minimaux Ai étant inclus dans la déﬁnition de nos variables associées
aux ﬂuides parfaits, ceux-ci n’apparaissent pas dans les équations d’Einstein. À l’inverse,
ils sont présents dans les équations de Klein-Gordon (i.e. les équations de champ). Bien
sur, en l’absence de couplage direct entre les diﬀérentes composantes ﬂuides, chaque
tenseur énergie-impulsion est conservée dans le référentiel de Brans-Dicke alors que seul
le tenseur énergie-impulsion total est conservé dans l’« Einstein frame ».
La métrique homogène de l’espace-temps FLRW est ici réécrite en formalisme Arnowitt-
Deser-Misner (ADM) :
ds2 = −N(t)2dt2 + a(t)2hijdxjdxi . (3.33)
Ce formalisme permet de décomposer l’espace-temps en trois degrés de liberté spatiaux et
un degré de liberté temporelle. L’utilisation de cette décomposition n’introduit aucune
diﬀérence au niveau de la dynamique homogène par rapport au formalisme habituel.
Cependant, dans le cadre des perturbations linéaires covariantes, l’utilisation d’un tel
formalisme permet de réduire le nombre d’équations dynamiques en décomposant les
degrés de liberté spatiaux et temporelle. Certaines équations portant sur la dynamique
perturbative linéaire seront donc, par la suite, des équations de contraintes simpliﬁant
l’étude de la dynamique du système.
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Les équations de Friedmann dans le cadre d’une approche ﬂuide des composants de
l’Univers sont obtenus de la même manière que précédemment :
δS
δN
∣∣∣
N=1
= 0⇒ H2 = κ2 ϕ˙
2
6
+
κ2
3
∑
i
ρi +
κ2
3
V , (3.34)
δS
δhij
∣∣∣
hij=δij
= 0⇒ H˙ = −κ2 ϕ˙
2
2
− κ
2
2
∑
i
(ρi + pi) . (3.35)
Ne nous intéressant pour l’instant qu’à la dynamique homogène des champs, les champs
de matière ψi sont supposés homogènes ce qui entraîne la simpliﬁcation de l’expression
de la pression (3.29) :
P (Xi, Ai) ≡ A2(2−αi)i (−gµβ∂µψi∂βψi)αi = A2(2−α)i ψ˙2αii . (3.36)
Les équations de champ sont obtenus en dérivant l’action respectivement par rapport à
ϕ et ψi avec N = 1 et hij = δij :
ϕ¨+ 3Hϕ˙+ V,ϕ +
∑
i
d lnAi
dϕ
(ρi − 3pi) = 0 (3.37)
(2αi − 1)ψ¨i + 3Hψ˙i + d lnA
2(2−αi)
i
dt
ψ˙i = 0 . (3.38)
L’équation (3.37) correspond à l’équation du mouvement classique pour un champ sca-
laire en interaction avec un potentiel (voir équation (2.18)). Le second ensemble d’équa-
tion correspond à l’équation du mouvement pour divers champs scalaires « de matière ».
Il est intéressant de noter que ces équations sont l’exact équivalent des équations de
conservation (2.5) dans le cas de ﬂuides non-minimalement couplés à un champ sca-
laire ϕ :
ρ˙i + 3H(ρi + pi) =
d lnAi
dϕ
(ρi − 3pi)ϕ˙ .
En particulier, nous voyons clairement qu’il n’y a pas conservation de chaque compo-
sante du tenseur énergie-impulsion dans le Einstein « frame » [30]. Cela se traduit par
l’apparition des termes sources traduisant les échanges d’énergie entre les composantes
matérielles.
Notre approche en terme de champs scalaires permet donc bien de retrouver les résultats
concernant la dynamique homogène obtenus par une dérivation classique des équations.
Dans la suite, nous allons nous intéresser aux perturbations de ce système multi-ﬂuides
non-minimalement couplés à un champ scalaire.
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3.1.3 Perturbations lagrangiennes des modèles scalaire-tenseur
Aﬁn de réduire le nombre de degrés de liberté associé à notre modèle de gravité étendue,
nous avons donc préalablement écrit l’action du système dans le référentiel d’Einstein.
Cette transformation conforme a permis de découpler les degrés gravitationnels scalaire
et tenseur. Nous avons également paramétrisé les divers termes de pression en terme
de champs scalaires « matériels » et dérivé les équations du mouvement homogène des
diverses composantes. Cette paramétrisation permet de supprimer un degré de liberté
supplémentaire et d’uniﬁer la description du système en terme de champs scalaires :
certains champs correspondent à des ﬂuides cosmologiques, d’autres à des termes modiﬁ-
cateurs de la gravité. Finalement, l’utilisation d’un choix de jauge va nous permettre de
réduire encore le nombre de degrés de liberté. Ainsi, avec un formalisme ADM introdui-
sant des équations de contraintes, il nous restera N+1 degrés de liberté correspondant aux
N champs scalaires « matériels » et au champ de gravité. Notons que de telles équations
de contraintes n’existent pas lors d’une approche eulérienne des perturbations linéaires :
des approximations sévères sur la dynamique de l’espace-temps et de ses composants
matériels doivent alors être posées aﬁn de retrouver des équations de contraintes.
Il nous reste donc à calculer les équations de contraintes à l’ordre linéaire et d’utiliser
toutes ces équations pour en déduire les équations du mouvement covariantes perturbées
à l’ordre un.
3.1.3.1 Perturbations linéaires
Aﬁn de limiter le nombre d’équations dynamiques, le formalisme Arnowitt-Deser-Misner
(ADM), est utilisé [40]. La métrique perturbée est alors décomposée suivant
ds2 = −N2dt2 + hij
(
dxi +N idt
) (
dxj +N jdt
)
. (3.39)
L’invariance sous un diﬀéomorphisme de l’action (3.31), décrite section 3.1.1.1, nous
permet de choisir une jauge telle que :
δϕ = 0 , hij = a
2e2ζδij et N i = a−2∂iβ , (3.40)
dans lequel δij est la métrique tridimensionnelle et β et ζ sont les variables métriques
perturbées à l’ordre un.
Ce choix de jauge provient de considération physique forte. Dans le cadre d’un modèle
avec un seul champ scalaire (quintessence, inﬂation à un champ...), deux jauges semblent
naturelles : un système de coordonnées où la métrique spatiale est considérée comme
plane et une jauge où le champ scalaire n’est pas perturbé. Dans le premier cas, nous
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considérons que les perturbations ont lieu uniquement sur les ﬂuides (ζ = 0) alors que
dans le second cas, le champ scalaire est alors spatialement uniforme sur des hypersur-
faces à temps constant (δϕ = 0).
La première jauge est parfaite dans le cas où nous voulons étudier plusieurs champs sca-
laires indistinguables comme en inﬂation Dirac-Born-Infeld (DBI - voir [33, 41]). Dans
notre cas, tous les champs scalaires « matériels » sont non-universellement couplés à un
champ scalaire unique. Ce champ scalaire représentant l’énergie noire est donc particu-
larisé ce qui favorise le choix de la jauge comobile avec le champ scalaire δϕ = 0.
Après ce choix de jauge, le nombre de degrés de liberté du système physique est déﬁni-
tivement ﬁxé. En eﬀet, pour les perturbations scalaires, vecteurs, tenseurs, il existe dix
degrés de liberté comme indiqué sur la ﬁgure 3.2. Plus particulièrement, les deux degrés
de liberté tensoriels ne peuvent être annulés par un quelconque choix de jauge ; à l’inverse
les quatre degrés de liberté vectoriels peuvent être annulés par un choix de jauge et l’uti-
lisation du formalisme ADM pour obtenir des équations de contraintes hamiltoniennes.
Le cas qui nous intéresse − à savoir les perturbations scalaires − est intermédiaire : il
existe quatre degrés de liberté scalaires liés à la métrique ; un degré scalaire associé à
la modiﬁcation de la gravité décrite dans le « Einstein Frame » ; N degrés scalaires de
liberté suivant l’évolution des N ﬂuides cosmologiques décrit par des champs scalaires
« matériels ». Cependant, tous ces degrés de liberté ne décrivent pas des modes de propa-
gation physique. Ainsi, le choix de jauge, en ﬁxant deux termes de la métrique perturbée,
permet de retirer deux de ces degrés de liberté. Le formalisme ADM des perturbations
linéaires ajoute deux contraintes sur les termes restants de la métrique perturbée. Fina-
lement, il ne reste que N+1 degrés de liberté, constituant les vrais degrés de liberté du
système.
Métrique Champ scalaire
Champ scalaire 
matériel
Choix de 
jauge
Contraintes
Degrés de 
liberté
Scalaire 4 1 N -2 -2 N+1
Vecteur 4 0 0 -2 -2 0
Tenseur 2 0 0 0 0 2
Figure 3.2: Nombre de degrés de liberté du système pour les perturbations scalaires,
vecteurs et tenseurs en présence d’une champ scalaire et de N champs scalaires « ma-
tériels ».
En accord avec la section 3.1.1.1, ces vrais degrés de liberté sont décrits en terme de
quantités invariantes de jauge. Dans notre cas, ces quantités correspondent aux invariants
de Sasaki-Mukhanov [31, 35], largement utilisés en inﬂation à plusieurs champs. Ces
variables invariantes de jauge, que nous noterons G0 pour le champ scalaire et Gi pour
les champs scalaires « matériels », ont la particularité de représenter tous les degrés de
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liberté du système en liant les variables associées au potentiel gravitationnel ζ et celles
associées aux diﬀérents champs scalaires.
Sous le choix de jauge (3.40), l’action (3.31) se réécrit alors :
S =
∫
d4x
√
h
{
1
2κ2
[
N (3)R+N−1
(
EijE
ij − E2)]+N−1 ϕ˙2
2
−NV +N
∑
i
Pi
}
,
(3.41)
avec (3)R la courbure tridimensionnelle construite à partir de hij et de son inverse et
Eij ≡ 1
2
(
h˙ij −DiNj −DjNi
)
. (3.42)
Notons que dans (3.42), Di est la dérivée covariante par rapport à hij . Les indices i et j
passent d’une forme covariante à une forme contravariante via la métrique hij . Grâce à
l’utilisation du formalisme ADM, les composantes N etN i de la métrique ne se propagent
pas et sont les solutions des équations de contraintes hamiltoniennes (δS/δN = 0) :
(3)R+ 2κ2
∑
i
A
2(2−αi)
i Pi −N−2
(
EijE
ij − E2)−N−2κ2ϕ˙2− (3.43)
−2κ2NV − 4κ2N−2
∑
i
A
2(2−αi)
i PiV2i = 0 ,
avec Vi = ψ˙i −N l∂lψi et (δS/δN j = 0) :
∇i[N−1(Eij − Eδij)] = 2κ2N−1
∑
i
A
2(2−αi)
i PiVi∂jψi . (3.44)
Résoudre ces contraintes en général est bien évidemment hors d’atteinte. Ainsi, en nous
restreignant aux solutions à l’ordre linéaire (N = 1 + δN), nous obtenons :
δN =
ζ˙
H
+
κ2
H
∑
i
αiPi
δψi
ψ˙
(3.45)
H∂2β =− ∂2ζ + 3Hζ˙ +
∑
i
(1− αi)(1− 2αi)κ2PiδN−
−
∑
i
αi(2αi − 1)κ2Pi δψ˙i
ψ˙
− κ2δNV ,
(3.46)
avec ∂2 = ∂i∂i. Ces contraintes présentent une forme très diﬀérente des équations d’Ein-
stein perturbées dans la jauge Newtonienne 2. Une transformation de jauge ainsi qu’un
changement de variables permet de démontrer une totale équivalence entre l’équation
2. Dans la jauge Newtonienne, la métrique s’écrit ds2 = a2[−(1+ 2Ψ)dη2+(1− 2Φ)d~x 2]. Rappelons
que dans cette jauge, l’expansion cosmique est vue comme isotrope, la métrique étant diagonale.
Chapitre 3. L’Univers inhomogène 47
(3.45) et l’équation d’Einstein δG0i . D’une manière semblable, la seconde équation est
l’équivalent de l’équation d’Einstein en δG00. Cela signiﬁe que l’équation sur ∂
2β corres-
pond à l’équation de Poisson dans des modèles d’énergie noire modiﬁée, comme indiqué
précédemment.
Ces contraintes nous permettent d’exprimer l’action (3.41) quadratique à l’ordre un.
Ainsi, en substituant les équations (3.45) et (3.46) dans l’action (3.41) et après un calcul
direct − quoiqu’extrêmement long ! −, nous trouvons l’action quadratique à l’ordre un
pour les perturbations linéaires :
S(2) =
∫
d4x
a3
2
ϕ˙2
H2
[
ζ˙2 − a−2(∂ζ)2
]
+
1
2
∫
d4x
∑
i
a3(2αi − 1)2αiPi

[
δψ˙i
ψ˙i
− ζ˙
H
]2
− a−2c2si
[
∂jδψi
ψ˙i
− ∂jζ
H
]2
+
1
2
∫
d4x 2a3
κ2
H2
ζ˙
[∑
i
2αiPi
δψi
ψ˙i
]∑
j
(αj − 1)(2αj − 1)Pj − V

+
1
2
∫
d4x
κ2
H
∑
i,j
a3(2αiPi)(2αjPj)
δψ˙iδψj
ψ˙iψ˙j
(αj − αi)
+
1
2
∫
d4x
κ4
H2
∑
i,j,k
a3(2αiPi)(2αjPj)
δψiδψj
ψ˙iψ˙j
Pk(αk − 1)(αk − αi)
−1
2
∫
d4x
κ4
H2
V
∑
i,j
a3(2α2iPi)(2αjPj)
δψiδψj
ψ˙iψ˙j
.
(3.47)
Notons que les équations de conservation et de Friedmann ont été utilisées pour simpliﬁer
cette expression.
Cette action peut être décomposée en six parties correspondant aux six lignes de l’équa-
tion (3.47). La première ligne correspond à l’action classique quadratique à l’ordre un
pour un unique champ scalaire ϕ avec, éventuellement, un potentiel d’auto-interaction
V (ϕ). Cette partie est le résultat principal à l’ordre un du travail de Maldacena [32] et,
sous une perspective diﬀérente, des travaux de Mukhanov, Feldman et Brandenberger
[31]. Les seconde et troisième lignes sont l’équivalent de l’action quadratique à l’ordre
un pour un unique champ scalaire « matériel » avec un paramètre α 6= 1 et en l’absence
de tout choix de jauge (δψi 6= 0). La ligne 3 nous montre clairement la présence d’un
terme venant des équations homogènes. Ce terme correspond au couplage gravitationnel
aux champs de matière. Ainsi, si α→ 1 pour tous les ﬂuides, le seul terme restant est le
potentiel du champ scalaire, ce qui indique qu’un champ scalaire pur ne se couple à la
gravité qu’au travers de son potentiel V (ϕ).
La quatrième et cinquième ligne montrent des couplages directs entre les diﬀérents ﬂuides,
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conformément aux résultats de Kodama et Sasaki [35]. Ainsi, ce terme jouera un rôle im-
portant si l’on considère un mélange de baryons et de photons. La dernière ligne exhibe
un couplage entre les variables liées à la matière et le potentiel d’auto-interaction du
champ scalaire V (ϕ). Ce couplage est entièrement lié à notre formalisme et est réabsorbé
au niveau des équations du mouvement.
3.1.3.2 Action quadratique à l’ordre un en termes de variables de Sasaki-
Mukhanov généralisées
L’action (3.47), valable pour un mélange de plusieurs ﬂuides parfaits non-minimalement
couplés à un champ scalaire ϕ, nous montre un grand nombre de couplages entre les
diﬀérentes composantes matérielles. Dans un soucis de simplicité, nous ne nous intéres-
serons donc qu’au cas de deux ﬂuides parfaits ayant la même équation d’état e.g. un
mélange de baryons et de matière noire ou de photons et de neutrinos : αi = αj = α.
Cette hypothèse permet d’éliminer les quatrième et cinquième lignes de l’action (3.47).
Dans certains cas limites, le système général décrit par l’action (3.47) peut même être
intégrable analytiquement.
Pour arriver à donner les solutions des équations du mouvement pour de tels cas limites,
nous devons utiliser une description invariante de jauge. Celle-ci est obtenue en intro-
duisant les variables de Sasaki-Mukhanov [31, 35], largement utilisées dans les modèles
d’inﬂation. Il semble ici raisonnable d’utiliser les techniques introduites pour expliquer
la phase d’accélération exponentielle au début dans l’histoire de l’Univers (« early-time »
acceleration) aﬁn de comprendre la phase d’accélération actuelle (« late-time » accelera-
tion). Celles-ci sont ici généralisées à un système de plusieurs ﬂuides non-minimalement
couplées à un champ scalaire ϕ 3 :
G0 = Hz0
(
ζ
H −
δϕ
ϕ′
)
Gi = Hzi
(
ζ
H −
δψi
ψ′i
)
, (3.48)
où nous avons introduit les quantités homogènes :
z0 = κ
ϕ′
Ha , zi = κa
2
√
ρi + Pi
H . (3.49)
Notons tout d’abord que la généralisation de ces variables à des modèles complexes de
gravité étendue demande une simple réécriture du terme homogène lié au champ scalaire
sous la variable z0 ou zi. Cette nouvelle variable contient toutes les informations associées
à la dynamique homogène du champ scalaire ϕ (i.e. l’inﬂuence des éventuels couplages)
ou des ﬂuides cosmologiques considérés.
3. Rappelons que δϕ est la perturbation du champ scalaire d’origine géométrique, δψi la perturbation
du i-ème fluide et ζ est la perturbation de courbure spatiale.
Chapitre 3. L’Univers inhomogène 49
Physiquement, les variables (3.48) représentent la variation des diﬀérents champs sca-
laires par rapport aux perturbations de courbure locale. Avec une formulation plus phy-
sique de ces variables, Gi peut être interprétée comme le potentiel des champs de vitesse.
Les équations du mouvement pour les ﬂuides de matière dérivant de notre action se-
ront donc des équations diﬀérentielles portant sur les potentiels des champs de vitesse.
Une approche eulérienne classique amène à des équations dynamiques sur le contraste de
densité. L’interprétation de G0 est plus complexe étant donnée la dépendance du champ
scalaire δϕ sur le modèle cosmologique considéré (constante cosmologique, champ scalaire
considéré comme un ﬂuide, modiﬁcation de la gravité avec des modèles de quintessence
minimalement ou non-minimalement couplés). Par exemple, si le champ scalaire est vu
comme une composante énergétique dans l’Univers, alors G0 peut être comprise elle-aussi
comme un potentiel de champ de vitesse de cette composante énergétique accélératrice.
À l’inverse, si le champ scalaire est introduit comme un degré supplémentaire de propa-
gation de la gravité i.e. une modiﬁcation de la loi de la gravitationnel universelle, alors
G0 doit plutôt être interprétée comme le degré de liberté pur de la gravité. Ce degré de
liberté porte à la fois l’information associée au terme tenseur de la relativité générale et
le terme scalaire associé à la modiﬁcation de la gravité.
En utilisant ces variables et en ajoutant la condition de jauge, nous pouvons donc réécrire
l’action (3.47) en fonction de variables invariantes de jauge. Les équations du mouvement
seront obtenues simplement en dérivant cette action perturbée par rapport à G0 ou Gi.
Pour des raisons de lisibilité, nous la séparerons en une partie cinétique SK et une partie
potentielle SV :
SK =
1
2
∫
d4x{G′20 − (∂G0)2 +G20[N20 +N ′0]}
+
1
2
∫
d4x G20
∑
i
(2α− 1)z
2
i
z20
(
N ′i + 3N
2
i − 2H′ − 4NiH−
α− 2
2α− 1H˜
′
i +
(
α− 2
2α− 1
)2
H˜2i
)
+
1
2
∫
d4x (2α− 1)
∑
i
[
G′2i − c2s(∂Gi)2 −G2i
(
α− 2
2α− 1H˜
′
i −
(
α− 2
2α− 1
)2
H˜2i
)]
+
1
2
∫
d4x (2α− 1)
∑
i
4G′0Gi
zi
z0
(Ni −H)
+
1
2
∫
d4x (2α− 1)
∑
i
2G0Gi
zi
z0
[
N2i +N
′
i + 2N0(H−Ni) +
α− 2
2α− 1H˜
′
i −
(
α− 2
2α− 1
)2
H˜2i
]
,
(3.50)
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et,
SV =
1
2
∫
d4x κ2αV G20
∑
i
(
zi
z0
)2 2a2(2− H′H2 + 2NiH + z0a V,ϕV
)
− κ2
∑
j
z2j

−1
2
∫
d4x κ4αV
∑
i,j
GiGjzizj
+
1
2
∫
d4x κ2αV
∑
i
2G0Gi
zi
z0
κ2∑
j
z2j − 2
N0
H a
2

+
1
2
∫
d4x 2
κ2
H a
22V α
∑
i
zi
z0
GiG
′
0 .
(3.51)
Dans les équations (3.50,3.51), nous avons posé :
c2s =
1
2α− 1 , (3.52)
Nµ =
z′µ
zµ
, (3.53)
H˜i = H+ d lnAi
dϕ
ϕ′ . (3.54)
Il est évident que c2s représente la vitesse du son de chaque ﬂuide Gi. Celle-ci tend vers 0
lorsque α → ∞, ce qui nous permet de retrouver que les degrés de liberté associés à la
poussière ne se propage pas.
Nous retrouvons également le facteur de Hubble H˜i dans le « Jordan frame », indiquant
ainsi le lien entre référentiels de Jordan et d’Einstein. Celui-ci est relié à la variable Ni,
dérivée logarithmique de zi par les équations de Friedmann :
Ni +
H′
H =
α− 2
2α− 1H˜i . (3.55)
Le résultat principal de ce chapitre est l’action quadratique S(2) = SK+SV invariante de
jauge écrite, dans le référentiel d’Einstein, sous la forme de variables de Sasaki-Mukhanov
généralisées. Dans les paragraphes suivants, à partir des équations invariantes de jauge
(3.50−3.51), nous allons nous tourner vers des cas plus simples et retrouver quelques
résultats connus dans les modèles inﬂationnaires de l’Univers primordial (inﬂation) et
ceux décrivant l’accélération récente de l’Univers.
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3.1.4 Application des équations du mouvement à des cas particuliers
3.1.4.1 Cas d’un champ scalaire d’inflation
L’application la plus simple de ce formalisme est la description de l’accélération dans
l’Univers primordial (i.e. l’inﬂation) à partir d’un champ scalaire décrite par Maldacena
[32]. Dans le cadre d’une inﬂation à un champ, le champ scalaire ϕ est dans une phase
de roulement lent dans son potentiel V . Les équations (3.50−3.51) se réduisent alors
drastiquement : les termes associés à Gi sont nuls car nous ne considérons qu’un seul
champ ; le paramètre α est égal à l’unité car nous considérons un champ scalaire ; H˜i = H
car le champ scalaire n’est pas ici une modiﬁcation de la gravité mais un ajout énergétique
visant à accélérer brutalement l’expansion cosmique. Finalement, tous les termes associés
à SV disparaissent complètement et seule la première ligne de l’action SK est non-nulle :
cette simpliﬁcation nous montre que cette première ligne de SK correspond bien au cas
d’un champ scalaire seul.
Avec toutes ces simpliﬁcations, l’action quadratique à l’ordre un pour l’inﬂation à un
champ scalaire s’écrit :
S(2) =
1
2
∫
d4x{G′20 − (∂G0)2 +G20[N20 +N ′0]} (3.56)
La variation de cette action par rapport à G0 pour obtenir l’équation du mouvement
dans l’espace de Fourier sur la variable G0 est immédiat :
G′′0 +G0
[
k2 − (N20 +N ′0)
]
= G′′0 +G0
[
k2 − z
′′
0
z0
]
= 0 , (3.57)
dans laquelle z0 = κa
ϕ′
H contient la dépendance en fonction du potentiel d’auto-interaction
du champ scalaire V (ϕ). Le terme entre crochets de l’équation (3.57) correspond à la
masse eﬀective du champ scalaire. Cette masse va être au coeur de la théorie des per-
turbations dans le cadre des modèles inﬂationnaires : en particulier, en supposant que
celle-ci est très importante devant le terme spatial k2, nous pouvons intégrer cette équa-
tion du mouvement.
La solution générale dans le cas des grandes longueurs d’ondes s’écrit alors :
G0(η, k) = A(k)z0(η) +B(k)z0(η)
∫ η dη′
z20(η
′)
. (3.58)
Dans le cas des faibles longueurs d’ondes, z′′0/z0 ≪ k2, ce qui implique :
G0(η) = G0(ηi) cos[k(η − ηi)] + [G′0(ηi)/k] sin[k(η − ηi)] . (3.59)
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Ces résultats, en accord avec Mukhanov, Feldman et Brandenberger [31], nous permettent
d’en déduire, après quantiﬁcation du champ d’inﬂation, le spectre de puissance des ﬂuc-
tuations de la métrique. Nous ne donnerons ici que le résultat, la quantiﬁcation dépassant
le cadre de cet exemple :
PG0 =
k3
2π2
|z0G0k| . (3.60)
3.1.4.2 Cas de l’ère de la matière
Le formalisme précédent a donc permis de décrire avec succès le modèle d’inﬂation stan-
dard à un champ expliquant l’accélération de l’Univers primordial. Ce formalisme permet
également de décrire l’ère de la matière, époque où seules les composantes matérielles
dominent. Dans ce cours paragraphe, nous montrerons que ce formalisme permet de
retrouver les résultats de Boubekeur et al. [36] concernant l’évolution des ﬂuides cosmo-
logiques durant l’ère dominée par la matière. Ainsi, les termes liés au champ scalaire ϕ
disparaisse, les diverses fonctions de couplage deviennent égales à l’unité ce qui permet
d’écrire H˜i = H. Ces diverses simpliﬁcations permettent de simpliﬁer l’action (3.50−3.51)
en ne conservant que la troisième ligne :
S(2) =
1
2
∫
d4x (2α− 1)
∑
i
[
G′2i − c2s(∂Gi)2 −G2i
(
α− 2
2α− 1H˜
′
i −
(
α− 2
2α− 1
)2
H˜2i
)]
.
(3.61)
Pour des raisons de simplicité, nous ne dériverons ici que les résultats inhérents à un
ﬂuide de matière noire (i=1). Le cas d’un mélange de ﬂuides de poussière est traitée de
manière similaire. Dans le cas d’un ﬂuide de poussière, on obtient notamment :
G′′i +
k2
2α− 1Gi +Gi
α− 2
2α− 1
(
H′i −
(
α− 2
2α− 1
)
H2i
)
= 0 . (3.62)
Il est remarquable de constater que cette équation est en tout point semblable à l’équation
du mouvement de l’inﬂaton (3.57). Néanmoins, les diﬀérences sont contenues dans les
termes homogènes présents dans cette équation du mouvement. À ce point, nous ne
pouvons pas encore faire appel à l’approximation α→∞, certains termes tendant vers 0.
La solution consiste ici à réécrire le terme équivalent à celui de la masse de l’inﬂaton du
paragraphe 3.1.4.1 en terme de facteur de Hubble :
G′′i +Gi
[
wk2 − (H2 +H′)] = 0 . (3.63)
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La méthode de résolution consiste ici à faire un développement de Taylor suivant l’équa-
tion d’état k2w aﬁn de résoudre cette équation du mouvement termes à termes :
Gi = Gi0 + wk
2Gi1 + (wk
2)2Gi2 + ... (3.64)
Nous obtenons donc une hiérarchie d’équations : la résolution de l’équation du mouve-
ment d’ordre 0 va nous permettre de trouver les solutions à l’ordre un qui vont par la
suite nous permettre de trouver les solutions à l’ordre 2 etc.
Ainsi, la solution d’ordre zéro pour le développement sur k2w prend la même forme que
les solutions inﬂationnaires à grandes longueurs d’onde :
Gi(η, k) = A(k)zi(η) +B(k)zi(η)
∫ η dη′
z2i (η
′)
+O(k2w) . (3.65)
En ajoutant un ordre supérieur, nous retrouvons le résultat de Boubekeur et al. [36] pour
les solutions croissantes :
Gi(η, k) = A(k)zi(η)− 2
5
wk2A(k)zi(η) +O((k2w)2) . (3.66)
3.1.4.3 Cas de fluides en interaction avec un champ scalaire
Dans le cas où la modiﬁcation de la gravité est paramétrisée par un champ scalaire
en interaction avec les divers champs de matière, le cas d’un ﬂuide de poussière est au
coeur du phénomène d’accélération. C’est pourquoi ce paragraphe est consacré au déve-
loppement, pour le cas de plusieurs ﬂuides de poussières, des équations du mouvement
en termes de variables de Sasaki-Mukhanov généralisées. En particulier, dans le cas de
la poussière, nous savons que dans un espace-temps minkowskien, lorsque α → ∞, les
degrés de liberté associés à la poussière ne se propagent pas [36]. Dans ce cas limite,
il ne doit y avoir qu’une seule équation dynamique, les autres équations se comportant
toutes comme des contraintes : comme nous allons le voir dans certains cas particuliers,
ces équations de contraintes sont en réalité des intégrales premières de l’équation sur G0.
Sous nos hypothèses, le seul degré de liberté pouvant se propager est celui lié à la gravi-
tation i.e. G0. Nous aurons donc N+2 équations de contraintes (δN , β et les N variables
Gi) et une équation dynamique. Dans ce cas, l’intégrabilité du système d’équations doit
être assurée.
Les équations du mouvement pour un système composé d’un champ scalaire couplé non-
minimalement avec plusieurs ﬂuides sont obtenus à partir de la variation de l’action
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(3.50−3.51) par rapport à G0 et Gi :
G′′0+G0
[
k2 − z
′′
0
z0
]
= (2α− 1)
∑
i
∆i, (3.67)
et
G′′i+
k2
2α− 1Gi +Gi
α− 2
2α− 1
(
H˜′i −
(
α− 2
2α− 1
)
H˜2i
)
+ κ4
α V
2α− 1zi
∑
j
zjGj
=2G′0
zi
z0
(
Ni −H+ α κ
2a2V
(2α− 1)H
)
+G0
zi
z0
ℵi + α κ2V
2α− 1
κ2∑
j
z2j − 2a2
N0
H
 ,
(3.68)
avec
∆i = G0
[
z2i
z20
(
Υi +
α κ2V
2α− 1ii
)]
+ 2G′i
zi
z0
(
H−Ni − α κ
2a2V
(2α− 1)H
)
+Gi
zi
z0
[
Ξi − α κ
2V
2α− 1ii
]
,
(3.69)
Υi = N
′
i + 3N
2
i − 2H′ − 4NiH−
α− 2
2α− 1H˜
′
i +
(
α− 2
2α− 1
)2
H˜2i , (3.70)
Ξi = −N2i −N ′i + 2H′ + 2HNi +
α− 2
2α− 1H˜
′
i −
(
α− 2
2α− 1
)2
H˜2i , (3.71)
ℵi = N2i +N ′i − 2N0Ni + 2HN0 +
α− 2
2α− 1H˜
′
i −
(
α− 2
2α− 1
)2
H˜2i , (3.72)
ii = 2a
2
(
2− H
′
H2 + 2
Ni
H +
z0
a
V,ϕ
V
)
− κ2
∑
j
z2j . (3.73)
Une particularité inhérente au formalisme réside dans une complète démocratie entre les
champs scalaires : il existe une équation associée au champ dilatonique et une série de N
équations complètement similaires. Dans le cas où l’on considère seulement deux ﬂuides
de poussière, cela permet de décrire de nombreux modèles [16, 42].
Une particularité de ∆i est d’être ﬁni lorsque le ﬂuide considéré est de la poussière :
lim
α→∞
∆i 6=∞ . (3.74)
L’absence de propagation des degrés de liberté associées à la matière implique que, dans
la limite d’un système constitué d’un champ scalaire en interaction avec un ﬂuide de
baryons et et un ﬂuide de matière noire, les équations réécrites à l’ordre zéro du dévelop-
pement de Taylor suivant wk2 se simpliﬁent en une équation dynamique sur le potentiel
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gravitationnel
G′′0 +G0
(
k2 − z
′′
0
z0
)
= 0 , (3.75)
et une série de contraintes sur les ﬂuides
lim
α→∞
∆i = 0⇒ zi
z0
G0
(
Υi +
κ2V
2
ii
)
+2G′i
(
H−Ni − κ
2a2V
2H
)
+Gi
[
Ξi − κ
2V
2
ii
]
= 0 .
(3.76)
Cette série de contraintes provient de l’existence d’une intégrale première du mouvement.
Cela signiﬁe qu’il faut montrer, dans le cas général, que l’équation (3.76) est une intégrale
première de l’équation du second ordre (3.68). La redondance de ces équations assure
alors l’existence d’une unique équation dynamique correspondant à (3.75).
Jusqu’à présent, l’équivalence entre série de contraintes et équations (3.68) a été démontré
en l’absence de potentiel V dans les cas suivants :
– Cas d’un unique ﬂuide de baryons non-minimalement couplé au champ scalaire ;
– Cas d’un ﬂuide baryonique et d’un ﬂuide de matière noire non-minimalement couplés
au champ scalaire, les couplages devant être égaux ou de signes opposés.
Dans ces cas particuliers, nous arrivons donc à démontrer que, conformément à la théorie,
il n’y a qu’un seul degré de liberté se propageant. L’équation (3.75) peut donc être
entièrement intégrée quel que soit le couplage considéré. Ainsi, de manière similaire au
cas de l’inﬂation, à petites échelles (k2 ≪ z′′0z0 ),
G0(η) = G0(ηi) cos[k(η − ηi)] + [G′0(ηi)/k] sin[k(η − ηi)] , (3.77)
alors qu’à grandes échelles (k2 ≫ z′′0z0 )
G0(η, k) = A(k)z0(η) +B(k)z0(η)
∫ η dη′
z20(η
′)
+O(k2w) . (3.78)
Ces équations correspondent en apparence aux solutions classiques mais contiennent
l’inﬂuence des couplages non-minimaux par l’intermédiaire de la variable homogène z0.
Cette description est complète dès lors que nous pouvons déﬁnir un contraste de densité
invariant de jauge aﬁn de prédire l’évolution des ﬂuctuations primordiales de densité.
Des considérations de jauge permettent de déﬁnir un tel contraste de densité. Ainsi, en
posant u(gi)i = − GiHzi , u
(gi)
0 = − G0Hz0 et αci = d lnAi/dϕ, nous trouvons pour le i-ème
ﬂuide :
u
′(gi)
i =
δ
(gi)
i
2αi
− ψ
′′
i
ψ′i
u
(gi)
i − 2
2− αi
2αi
αciϕ
′u
(gi)
0 . (3.79)
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Notons que cette dernière équation constitue également une équation de contraintes, en
accord avec [38]. Notre formalisme permet donc, dans le cas de ﬂuide à pression nulle,
d’écrire quatre équations de contraintes et une équation dynamique.
3.2 Retour à une description eulérienne des perturbations
En utilisant une transformation de jauge appropriée, nous pouvons revenir à la des-
cription eulérienne classique des perturbations en cosmologie. Aﬁn d’obtenir la loi de
transformation de jauge suivant l’évolution du champ scalaire ϕ vers la jauge newto-
nienne, nous devons réécrire le système général d’équations (3.8−3.11) en termes de nos
diverses variables (à gauche, notre jauge − à droite, la jauge newtonienne) :
δN = Ψ+ T ′ +HT (3.80)
β = B + L′ − T (3.81)
ξ = −Φ+HT (3.82)
Eˆ = E + L (3.83)
δ̂ϕ = δϕ+ ϕ′T (3.84)
δ̂ψi = δψi + ψ
′
iT (3.85)
Notre choix de jauge impose δ̂ϕ = 0 et Eˆ = 0 alors que la jauge newtonienne suppose
B = 0 et E = 0. Cela implique que la loi de transformation d’une jauge à l’autre est
obtenue avec :
L = 0, T = −δϕ
ϕ′
. (3.86)
La variable perturbée sur les champs de vitesse en jauge newtonienne s’écrit généralement
θNi = k
2uNi dans l’espace de Fourier. Les variables perturbées de matière se transforme
simplement de notre jauge vers la jauge newtonienne :
Gi = −Hzi
(
uNi +
Φ
H
)
(3.87)
δ
(gi)
i
2α
=
δNi
2α
+Ψ+
φ′′i
φ′i
Φ
H +
(
Φ
H
)′
− 2(αi − 2)
2αi
αciϕ
′ Φ
H (3.88)
Une description entièrement eulérienne de la théorie des perturbations dans le cadre de
modèles d’énergie noire modiﬁée a été réalisée par Amendola [5]. Le système d’équations
obtenu par Amendola par une méthode eulérienne est retrouvée après transformation de
jauge des équations du mouvement lagrangiennes et retour aux variables θi et ωi (voir
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équation (3.30)) :
−k2Φ = κ
2
2
ϕ′
2
Ψ+
κ2
2
ϕ′δϕ′+
3
2
κ2 [H+ V,ϕ]ϕ′δϕ+ κ
2a2
2
∑
i
ρi
[
δNi + 3(1 + ωi)Hk−2θNi
]
(3.89)
Φ′ +HΨ = κ
2
2
ϕ′δϕ+
κ2
2
a2k−2
∑
i
(1 + ωi)ρiθ
N
i (3.90)
δN
′
i = −(1 + ωi)HθNi + 3(1 + ωi)Φ′ + (1− 3ωi)(αciδϕ′ + αc
′
i δϕ) (3.91)
θN
′
i =
ωi
1 + ωi
k2δNi + k
2Ψ− 3ωi − 1
1 + ωi
αcik
2δϕ− (3ωi − 1)H˜iθNi (3.92)
δϕ′′ + 2Hδϕ′ +
(
V,ϕϕ +
∑
i
α′ci
ϕ′
ρi(1− 3ωi) + k2
)
δϕ− 2ΨV,ϕ
= (Ψ′ + 3Φ′)ϕ′ −
∑
i
αci (1− 3ωi)ρiδNi − 2Ψ
∑
i
αci ρi (3.93)
Chaque équation de ce système d’équations correspond à un mélange de nos équations
du mouvement et de nos équations de contraintes. La première équation (3.89), se ré-
duisant à l’équation de Poisson après quelques simpliﬁcations, est l’équivalent de notre
équation de contraintes sur la variable β. L’équation (3.90) est une réécriture de notre
équation de contrainte hamiltonienne δN . Les deux équations sur le contrastes de densité
et le potentiel des champs de vitesse correspondent à nos équations dynamiques sur les
ﬂuides cosmologiques Gi et à l’équation de contrainte issue de considération de jauge
δ(gi). Finalement, la dernièrement équation est l’équivalent de l’équation sur la variable
invariante de jauge associée au champ scalaire G0.
À l’opposé de notre approche, cette méthode eulérienne permet d’obtenir quatre équa-
tions dynamiques et une équation de contraintes, ce qui rend obligatoire des approxi-
mations fortes sur la dynamique du champ scalaire ϕ. Remarquons que la formulation
eulérienne des perturbations cosmologiques est très dépendante du modèle d’énergie noire
considéré, avec l’intervention explicite des fonctions de couplages dans les équations. La
résolution analytique de ces équations dynamiques demandent donc une réduction du
nombre de variables i.e. du nombre de degrés de liberté.
Ainsi, aﬁn de tirer des conclusions de ce système d’équations dynamiques, nous devons
utiliser quelques hypothèses. Ainsi, en l’absence d’un terme anisotrope dans le tenseur
énergie-impulsion, nous pouvons égaliser les potentiels de Bardeen Ψ = Φ. Une bonne
approximation consiste à poser ωi = 0 pour les ﬂuides matériels tels la matière noire et
les baryons. Nous pouvons également choisir d’étudier ce système sur des échelles très
inférieures à l’échelle de Hubble : k ≪ H. Finalement, nous pouvons négliger la masse
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eﬀective du champ scalaire aﬁn d’interdire un eﬀondrement de l’énergie noire à toutes
les échelles. Notons que les trois premières hypothèses n’imposent rien sur la dynamique
du champ d’Énergie Noire alors que la dernière implique que, par déﬁnition, le ﬂuide
d’énergie noire ne peut pas s’eﬀondrer. Ces approximations ne peuvent donc pas décrire
un modèle de quintessence variable dans le temps et l’espace.
Sous ces hypothèses, nous retrouvons un système d’équations dont la seule variable dyna-
mique est le contraste de densité δ. La diﬀérence profonde avec le formalisme développé
dans cette partie réside donc dans la nature de la variable dynamique. En eﬀet, les équa-
tions analytiquement intégrables (3.67−3.68) présentent comme variable dynamique les
potentiels des champs de vitesse en lieu et place des contrastes de densité.Le système
d’équations à étudier possède donc de nouveau quatre équations de contraintes et une
équation dynamique. Les équations dynamiques sur les contrastes de densités baryoniques
(indice b) et de matière noire (indice m) s’écrivent :
δ′′m +
(
1− αcm
ϕ′
2
)
δ′m − 4πG [(1 + 2αcmαcm)ρmδm + (1 + 2αcbαcm)ρbδb] = 0 (3.94)
δ′′b +
(
1− αcb
ϕ′
2
)
δ′b − 4πG [(1 + 2αcbαcm)ρmδm + (1 + 2αcbαcb)ρbδb] = 0 . (3.95)
Ces équations simpliﬁées permettent de comprendre l’inﬂuence d’une énergie noire in-
terprétée en terme de champ scalaire non-minimalement couplé. Ainsi, le caractère non-
symétrique des équations (3.94−3.95) indique que la constante de couplage à la gravita-
tion est modiﬁée : les baryons et les particules de matière noire ne tombent donc pas de
la même manière dans le champ gravitationnel.
En supposant que la densité énergétique de matière noire domine la matière baryonique
et que le biais entre la matière noire et la matière baryonique prend une forme constante
δb = bδm, ces équations permettent de donner une prédiction théorique dans le cadre de
théories de gravité étendue. En suivant Amendola [5], ce biais prend la forme simple :
b =
4πGρm(1 + 2α
c
bα
c
m)
4πGρm(1 + αcmα
c
m) + f(α
c
m − αcb)ϕ
′
2
(3.96)
en ayant introduit f = d ln δmd ln a , le taux de croissance. Notons que l’utilisation du for-
malisme introduit précédemment a permis de retrouver ce résultat. Cependant, il reste
encore une étape à franchir aﬁn de donner une prédiction du biais pour toutes les théo-
ries de gravité étendue à partir du formalisme lagrangien. Cela fera l’objet de travaux
ultérieurs à cette thèse.
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4.1 Intérêt des champs de vitesse en cosmologie
Nous avons vu au Chapitre 3 qu’il existe une relation directe entre le champ de densité
total et le champ de vitesse. En eﬀet, en théorie linéaire, le champ de vitesse ~u est
proportionnel au champ de gravitation dû à la distribution de masse δ au même instant
(voir Peebles [43]) :
~u(~x, t) =
aHf
4π
∫
~y
d3~y δ(~y, t)
~y − ~x
‖~y − ~x ‖3 , (4.1)
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avec f = d logD+/d log a le taux de croissance. Cela signiﬁe que l’étude des champs
de vitesse nous permet de décrire, tout comme l’eﬀet de lentillage gravitationnel faible,
la vraie distribution de matière totale dans l’Univers, en ne faisant aucune hypothèse
sur la forme du biais entre matière visible et matière noire. En ce sens, le recours à
des simulations matière noire négligeant les contributions des baryons pour étudier les
champs de vitesse en cosmologie est pleinement justiﬁé.
De plus, nous verrons dans la section 4.3.1 que l’étude des spectres de puissance nous
montre que les champs de vitesse, avec des modes de Fourier pondérés par un facteur
en 1/k par rapport aux champs de densité, sont plus sensibles aux k faibles et donc
aux échelles importantes que les champs de densité 1. Les champs de vitesse vont donc
être profondément inﬂuencés par la structuration aux échelles intermédiaires, diﬀérente
d’une cosmologie à l’autre. Les champs de vitesse permettront donc de sonder des régions
allant de 5 h−1 Mpc à plus de 1000 h−1 Mpc, explorées jusqu’à présent grâce aux mesures
eﬀectuées sur les amas comme indiqué sur la ﬁgure 4.1. Ils présentent donc un intérêt
important du fait de leur complémentarité par rapport aux autres sondes cosmologiques.
Les observations réalisées à ces échelles intermédiaires permettront en eﬀet d’apporter
de nouvelles contraintes sur la nature de l’Énergie Noire ainsi que sur l’homogénéité et
l’isotropie à ces échelles intermédiaires. Cet état observationnel est résumé de manière
graphique sur la ﬁgure 4.1.
4.2 Mesurer des distances, des vitesses dans l’Univers
4.2.1 Méthode de mesure de vitesses et de distances
Il existe deux grandes méthodes permettant de sonder les champs de vitesse dans l’Uni-
vers. Historiquement, la première méthode est basée sur de grands relevés de distances
eﬀectués dans l’espace comobile. Elle consiste en la détermination de la distance phy-
sique d et du redshift z des objets présents dans le relevé pour en déduire les vitesses
particulières radiales vrad :
cz = Hd+ vrad . (4.2)
Cependant, mesurer des distances dans un Univers en expansion n’est pas chose aisée,
les méthodes astrométriques classiques telles la méthode des parallaxes ne pouvant être
utilisée aux échelles cosmiques. De plus, la notion même de distance peut avoir plusieurs
sens comme nous l’avons vu au Chapitre 2. Aﬁn d’estimer les distances à un objet as-
trophysique, on doit donc utiliser des indicateurs de distances calibrés sur des objets
de l’Univers local. Ces estimateurs utilisent une caractéristique physique observable ne
1. Rappelons que cela suppose de considérer le champ de vitesse dérivant d’un potentiel Gi. Cette
approximation est motivée par la décroissante rapide de la vorticité au cours du temps.
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Figure 4.1: À gauche : Champ de vitesse et spectre de puissance. Les champs de
vitesse constituent une sonde privilégiée sur une gamme d’échelles allant de 5 à 1000
h−1 Mpc, complétant les observations réalisées par le CMB, les relevés tels le SDSS, les
mesures sur les amas et les mesures de lensing. Notons que les différents points de cette
figure correspondent à la reconstruction du spectre de puissance en z = 0 à partir de
mesures effectuées à différents redshifts. À droite : Échelles et redshifts sondés par les
différentes méthodes. On remarque la large gamme d’échelles et de redshifts sondés par
les champs de vitesse, complétant parfaitement les méthodes tels le weak-lensing ou les
amas de galaxies.
dépendant pas directement de la distance. Parmi tous les estimateurs, on peut en citer
quelques-uns :
– Les céphéides sont des étoiles variables émettant des pulsations régulières avec une
période de 2 à 100 jours. Ce mécanisme de pulsation est bien compris théoriquement
et a permis l’établissement d’une loi empirique liant la période de pulsation à la lu-
minosité intrinsèque de l’étoile. Bien qu’il existe une incertitude de l’ordre de 20% sur
la luminosité dans cette relation, l’erreur sur la distance n’est que de 10%. L’avantage
de cette méthode provient de l’abondance des céphéides dans les galaxies du Groupe
Local (∼10 h−1 Mpc) et de la comparaison possible aux mesures eﬀectuées directement
par la parallaxe. L’inconvénient majeur réside dans la faible luminosité des céphéides
qui, au-delà de ∼ 20 h−1 Mpc, deviennent impossible à détecter.
– Aﬁn de voir plus loin, nous pouvons utiliser des objets plus lumineux : les supernovae
de type Ia. La loi nous permettant d’accéder à la distance à ces objets lie le temps
caractéristique d’évolution à la luminosité maximale de l’objet. La dispersion sur la
luminosité est de l’ordre de 12 %, ce qui nous donne une incertitude de 6 % environ sur
la distance. Les SNIa constituent donc une sonde cosmologique exceptionnelle de part
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leur précision et les distances auxquelles elles nous permettent d’accéder. Cependant, le
mécanisme d’explosion des supernovae est mal expliqué théoriquement ce qui pourrait
inﬂuer sur les conclusions quant aux distances cosmiques.
– La relation de Tully-Fisher permet de lier empiriquement la luminosité totale d’une
galaxie à sa vitesse de rotation. Cet indicateur mesure les vitesses de rotation grâce à
l’eﬀet Doppler, en particulier grâce à l’élargissement de la raie à 21cm du gaz HI dans
le domaine radio. Cependant, des eﬀets de projection peuvent engendrer une erreur
importante. Ainsi, la précision de cette méthode est moindre, l’erreur sur la distance
étant d’environ 15 % (30 % sur la luminosité).
– La loi de Tully-Fisher s’applique au cas des galaxies spirales en rotation. Une relation
équivalente, s’appliquant uniquement aux objets elliptiques, est appelée « plan fonda-
mental ». La luminosité intrinsèque est ici reliée à la dispersion des étoiles habitant la
galaxie et à la brillance de surface. Comme pour la méthode précédente, la précision
de cet indicateur est de l’ordre de 30 à 40 %, donnant une précision sur la distance
de 20 %.
– D’autres méthodes telles la pointe de la branche des géantes rouges (s’appuyant sur
le diagramme couleur-magnitude) ou la ﬂuctuation de brillance de surface permettent
d’atteindre des précisions sur la distance de l’ordre de 10% à petites échelles.
L’inconvénient de cette méthode de mesure de vitesse basée sur la mesure directe de
distances provient du faible nombre d’objets ayant une distance déﬁnie précisément. Un
autre problème réside dans le fait que cette méthode nous donne accès uniquement à
la composante projetée suivant la ligne de visée du champ de vitesse. Pour obtenir de
manière approchée les composantes tridimensionnelles des champs de vitesse, il convient
d’utiliser des méthodes statistiques telles que l’approche utilisant le maximum de vrai-
semblance (MLE) introduite par Kaiser [44] ou un principe de variance minimum (MV)
introduit par Feldman et al. [45]. Ces méthodes permettent de donner un estimateur
approché des trois composantes des champs de vitesse.
À l’opposé des méthodes statistiques, des méthodes numériques utilisant une approche
lagrangienne permettent également d’approcher les champs de vitesse tridimensionnel
grâce à des algorithmes de reconstruction. Il existe essentiellement cela deux approches :
– une extrapolation du champ utilisée en conjonction avec un lissage. L’algorithme re-
présentatif de cette classe est la méthode introduite par Bertschinger et Dekel en 1989
[46, 47] sous le nom de POTENT dont l’hypothèse principale est le caractère irrota-
tionnel du champ de vitesse ~v tracé par les galaxies.
– une prédiction du champ de vitesse obtenue grâce à la distribution de matière que l’on
peut comparer a posteriori avec les distances observées de chaque galaxie. Les algo-
rithmes représentatifs de cette méthode ont été introduites par Peebles [48] sous le nom
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de Least-Action et par Croft et Gaztanaga [49, 50] avec Monge-Ampère-Kantorovich.
Ils visent tout deux à minimiser l’action du système gravitationnel à N-corps à partir
d’une méthode lagrangienne.
Le schéma de reconstruction du champ de vitesse peut être résumé sur la ﬁgure 4.2.
Grâce à une relation entre la luminosité, la masse et la distribution des objets dans
l’espace des redshifts, on déduit, à partir d’un catalogue de positions de galaxies dans
l’espace des redshifts, une distribution de masse. Cette distribution constitue la variable
d’entrée de l’algorithme de reconstruction qui calcule les vecteurs vitesses reconstruits.
Ce champ de vitesse permet d’obtenir des distances reconstruites que l’on compare, pour
les objets proches (∼ 20 h−1 Mpc) aux distances calculées directement dans un catalogue
de galaxies. La méthode de reconstruction est validée si les distances mesurées coïncident
en moyenne avec les distances reconstruites.
Algorithme de reconstruction 
(POTENT, MAK...)
Catalogue de distances
(~ milliers de galaxies)
Catalogue de redshift
(~ millions de galaxies)
Déduction d’un scalaire à 
partir de la luminosité
Vitesses
reconstruites
Distances reconstruitesDistances mesurées
Validation
de la reconstruction
Figure 4.2: Validation du processus de reconstruction des champs de vitesse à partir
des catalogues en redshift en comparant aux mesures des catalogues de distances. La
reconstruction du champ de vitesse tridimensionnel est validée si les distances mesurées
directement dans l’espace comobile sont en accord avec les distances reconstruites depuis
l’espace des redshifts.
4.2.2 Résultats actuels
La mesure des champs de vitesse dans une bulle autour de la Voie Lactée ou « bulk ﬂow »
présente donc de nombreuses diﬃcultés, tant sur le plan de l’observation que sur celui de
la méthode de reconstruction du champ. Un nombre important de catalogues, basés sur
les techniques décrites ci-dessus, ont permis de réduire les incertitudes sur l’évolution du
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mouvement d’ensemble local en fonction de la taille de la bulle considérée. Cependant,
certains résultats se montrent contradictoires et aﬁn de comparer ceux-ci, il convient
en premier lieu de tous les exprimer dans un même référentiel. En eﬀet, à l’inverse du
champ de densité, pour les champs de vitesse, nous pouvons choisir arbitrairement un
référentiel : les référentiels naturels sont le référentiel du CMB où celui-ci est vu comme
ﬁxe [51] et le référentiel du Groupe Local où nous sommes immobiles, avec le CMB
formant un dipôle [52].
Le deuxième référentiel est assez complexe : en eﬀet, la vitesse du CMB par rapport au
Groupe Local est reconstruite dans des bulles référentiels de plus en plus grandes. Dans
ce référentiel, nous disposons également de la direction initiale du Groupe Local par
rapport au CMB, ce qui engendre la notion d’angle d’alignement. C’est la combinaison
de cet angle d’alignement θ, de la vitesse initiale du Groupe Local par rapport au CMB
vLG/CMB et de la vitesse du CMB dans des référentiels de plus en plus grands vLG qui
nous permet de faire le lien entre les référentiels :
vbulk =
√
v2LG/CMB + v
2
LG − 2vLGvLG/CMB cos θ (4.3)
Le premier résultat sur le mouvement d’ensemble local est apporté par le dipôle du
fond diﬀus cosmologique (CMB) : celui-ci indique que le Groupe Local se dirige dans
la direction l = 276˚ , b = 30˚ (exprimée en coordonnées galactiques) avec une vitesse
de 627± 22 km.s−1 aux échelles cosmologiques. Peebles [43] ayant montré qu’il existe
un lien entre champ de vitesse et champ de gravité, le dipôle du CMB doit nous don-
ner le vecteur vitesse du « bulk ﬂow » du Groupe Local de manière asymptotique. De
nombreux travaux [53–59] ont tenté, à partir de catalogues de galaxies, de faire cette
correspondance entre champ de gravité des structures dans le voisinage de notre Voie
Lactée et le dipôle observé sur le CMB. Tous ces travaux indiquent une concordance
à 30˚ près entre la direction du dipôle du CMB et la direction indiquée par le champ
de gravité local. Ils tendent également à montrer que les structures responsables de ce
mouvement d’ensemble local ne sont pas des superamas proches de nous, tel l’amas de
l’Hydra-Centaurus situé à seulement 40 h−1 Mpc de la Voie Lactée. De nombreux au-
teurs [58, 60–62] indiquent qu’aﬁn de recouvrir complètement le dipôle du CMB, il faut
intégrer les inﬂuences gravitationnelles des structures jusqu’à l’amas de Shapley situé
à 150 h−1 Mpc ou supposer l’existence d’un amas nommé Ophiuchus caché derrière le
bulbe galactique. Cependant, à des distances si élevées, la complétude des relevés de
galaxies par mesures directes de distances est faible et ne permet de conclure quant à
la distance exacte de reconvergence vers le dipôle du CMB. Un autre problème de ces
méthodes réside dans le lien entre champ de gravité et champ de vitesse. Ce lien fait ap-
paraitre explicitement un biais linéaire, ce qui augmente l’incertitude sur la convergence
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du « bulk ﬂow » local vers le dipôle du CMB.
Les résultats obtenus par Watkins et al. [51] en 2009 (voir la courbe rouge de la ﬁgure
4.3) s’appuient sur des catalogues ayant mesuré directement les champs de vitesse. Le
compositage de nombreux relevés 2 au sein du catalogue COMPOSITE a ainsi permis
de montrer que tous ces catalogues étaient en accord avec un excès de champ de vitesse
à ∼ 50 h−1 Mpc. En 2009, ce ﬂot cosmique anormal excluait le modèle hiérarchique
ΛCDM à 3σ de niveau de conﬁance. Une telle observation a évidemment d’importantes
répercussions en cosmologie, que ce soit sur le scénario de formation des structures, sur la
nature de la matière noire ou sur l’Énergie Noire. Cette mesure a d’autant plus d’impact
que peu d’observations vont à l’encontre du modèle ΛCDM [76].
Parallèlement, les approches classiques de reconstruction (Théorie linéaire, POTENT,
Monge-Ampère-Kantorovich...) des champs de vitesse à partir de relevés dans l’espace des
redshifts ont montré une convergence assez lente vers le dipôle du CMB. Ainsi, les mesures
récentes de Lavaux et al. [52] (illustrées ﬁgure 4.3 après retour dans le référentiel du CMB
par la formule (4.3)) et Erdogdu et al. [77] montrent que seul 80% de l’amplitude du dipôle
du CMB est retrouvé à ∼ 130 h−1 Mpc. Ces travaux indiquent que la convergence vers le
dipôle du CMB n’est toujours pas atteinte à des échelles proches de ∼ 150 h−1 Mpc. Une
analyse de vraisemblance menée à partir de ces résultats montre que le modèle ΛCDM est
en accord à 1σ avec la prédiction théorique à 60 h−1 Mpc et que les résultats s’éloignent
jusqu’à 2σ pour des distances plus importantes, en lien avec un excès de champ de vitesse
à grandes échelles. Notons toutefois que les méthodes de reconstruction peinent à obtenir
des champs de vitesse élevés lorsque des inhomogénéités importantes sont atteintes ou
lorsque les distorsions dues aux mesures dans l’espace des redshifts sont grandes. Cela
est particulièrement le cas au voisinage du Groupe Local, ce qui fausse les mesures de
champ de vitesse à petites échelles.
Le catalogue COMPOSITE de Watkins et al. [51] est également en accord avec ces me-
sures issues de la reconstruction des champs de vitesse à partir de la distribution de
matière dans l’espace des redshifts (Lavaux et al. [52]) sur les échelles intermédiaires al-
lant de 30 à 50 h−1 Mpc (voir ﬁgure 4.3) bien que les barres d’erreurs soient ici largement
sous-estimées, du fait de la non prise en compte de l’erreur sur l’angle entre le dipôle du
CMB et la vitesse du Groupe Local. Sur ces échelles, le mouvement d’ensemble local est
donc supérieur à la prédiction issue de la théorie linéaire à 98% de niveau de conﬁance.
Au-delà de la profondeur maximale du relevé COMPOSITE, la tendance observée − à
savoir une augmentation des champs de vitesse et une absence de convergence à la prédic-
tion linéaire − par Watkins et al. semble être en accord avec les mesures à plus grandes
2. La liste de ces relevés est la suivante : SBF [63], ENEAR [64–66], SN [67], SFI++ [68], SC [69, 70],
SMAC [71], LP [72, 73], EFAT [74] et Willick [75].
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Figure 4.3: Comparaison de deux mesures observationnelles du mouvement d’en-
semble local : les mesures de Lavaux et al. [52] en bleu sont obtenues par une re-
construction à partir du champ de densité et celles de Watkins et al. [51], en rouge,
sont mesurées à partir d’un compositage de plusieurs relevés de distances. On remarque
un léger désaccord entre les deux méthodes entre 5 et 30 h−1 Mpc et un bon accord
au-delà, avec en particulier une absence de reconvergence à la théorie linéaire.
échelles de Lavaux et al.
De tels résultats, (très) marginalement en accord avec le modèle standard de la cosmo-
logie, ont amené un regain d’intérêt autour des champs de vitesse. Ainsi, en 2010, une
analyse du maximum de vraisemblance menée à partir des premières mesures de Watkins
et al. combinée avec des reconstructions du quadrupole et de l’octupole des champs de
vitesse du catalogue COMPOSITE [78], ramène le résultat excluant le modèle standard
ΛCDM de 3σ à 1.7σ sur des échelles intermédiaires [79]. Malgré les nombreux biais as-
sociés aux mesures des champs de vitesse ainsi que les diﬀérences de fenêtre de lissage
pouvant introduire un facteur 1.7 [80, 81], ce résultat, en léger désaccord avec l’étude
de Lavaux et al. [52], souligne clairement un excès de ﬂot cosmique sur des échelles li-
néaires. Pour souligner les diﬃcultés de mesures et de reconstruction, remarquons que
le désaccord entre ces observations semble être lié aux biais observationnels des diﬀé-
rentes méthodes. Ainsi, les diﬀérences entre les deux observations aux petites échelles
sont principalement liées à la diﬃculté de reconstruire les champs de vitesse lorsque les
déformations dues aux vitesses particulières dans l’espace des redshifts sont importantes
(voir Lavaux et al. [52] pour une discussion complète). La méthode d’obtention directe
des champs de vitesse est également sujette à de nombreux biais inhérents à la complexité
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d’une telle mesure, en particulier aux échelles importantes. Par exemple, à cause de l’er-
reur sur la distance eﬀectuée sur les estimateurs détaillés paragraphe 4.2.1, la mesure
directe des champs de vitesse est limitée à des régions où le ﬂot de Hubble reste faible
(∼ 100 h−1 Mpc). Plus cette distance est approchée, plus la mesure sera délicate. Cela
se traduit par la nécessité de traiter de manière poussée les catalogues utilisés, en corri-
geant par exemple les données du biais de Malmquist, et de prêter une attention toute
particulière à la combinaison de plusieurs catalogues comme un récent travail de Ma et
Scott l’a démontré [82]. Ce travail a également montré qu’une possible explication du ﬂot
cosmique détecté en 2009 par Watkins et al. provenait justement d’une mauvaise prise
en compte des biais de Malmquist. Une fois les données obtenues, une autre diﬃculté
réside dans la procédure de reconstruction des vitesses tridimensionnelles aﬁn d’obtenir
le ﬂot cosmique. De nombreuses méthodes de reconstruction faisant appel à la minimi-
sation des données les plus bruitées [44, 51] ou à un lissage préalable de ces données peu
exploitables [83] ont été récemment introduites. Ces méthodes introduisent également
des erreurs, en présupposant par exemple un modèle cosmologique. Cependant, malgré
toutes ces diﬃcultés, tous les travaux tendent à montrer un écart allant de 1σ à 3σ ainsi
qu’une absence de reconvergence vers la prédiction du modèle ΛCDM.
Nous nous proposons donc de réinterpréter un excès de ﬂot cosmique à des échelles
intermédiaires. Ainsi, aﬁn d’expliquer les implications d’un point de vue théorique de
la mesure d’un excès de ﬂot cosmique, nous nous plaçons dans le cas de l’observation
la plus défavorable − à savoir la détection d’un ﬂot cosmique à 3σ − à des échelles
intermédiaires. Le proﬁl initial de « bulk ﬂow » de Watkins et al. nous servira donc de
proﬁl de référence dans le cadre d’une étude sur l’origine du ﬂot cosmique au travers de
l’utilisation de simulations numériques hautes performances. En se défaisant des bruits
d’origine expérimentale et en connaissant exactement toutes les quantités indispensables
au calcul du « bulk ﬂow », la simulation nous permettra, grâce à la construction de
catalogues numériques, de trouver les origines d’un ﬂot cosmique élevé à des échelles
intermédiaires. La construction de ces catalogues numériques se fera donc en utilisant
le proﬁl de « bulk ﬂow » de Watkins et al., caractéristique d’un excès de ﬂot cosmique
à des échelles linéaires. Évidemment, le recours à la simulation introduit également des
biais numériques tels une absence des modes à grandes échelles ou une résolution limitée
dont nous discutons les eﬀets dans les paragraphes suivants.
D’autres mesures récentes, menées sur les supernovae de type Ia au sein du catalogue
UNION [84], soulignent l’existence d’un ﬂot cosmique d’environ 260 km/s à des échelles
importantes (∼ 180 h−1 Mpc), en désaccord à 1σ−2σ de niveau de conﬁance avec la pré-
diction de ΛCDM. Une étude similaire utilisant un ensemble de catalogues de supernovae
[85], conﬁrment également qu’à plus grandes échelles, la reconvergence vers la théorie li-
néaire n’est toujours pas observée. Cependant, le nombre de supernovae est réduit ce
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qui implique des barres d’erreur expérimentales très importantes, rendant impossible
l’exclusion de l’un ou l’autre modèle cosmologique. D’une manière générale, ces barres
d’erreur seront à distinguer des barres d’erreur que nous utilisons dans ces travaux : les
écarts-types que nous seront amenés à commenter ont une origine stochastique dans un
modèle donné. En d’autres termes, pour un modèle cosmologique donné, les conditions
initiales choisies introduisent un écart-type sur les diverses observables.
Finalement, Kashlinsky et al. [86] a utilisé une méthode originale faisant appel à l’eﬀet
cinétique Sunyaev-Zel’dovich aﬁn de mesurer le champ de vitesse à grandes distances.
Cependant, les résultats obtenus exhibent de très importants mouvements d’ensemble
à grandes échelles (∼ 1000 km/s), en désaccord avec une quelconque convergence vers
le dipôle du CMB. Ces résultats suggèrent que, d’une manière générale, aucun modèle
hiérarchique − a fortiori le modèle ΛCDM − ne peut expliquer une telle observation.
Toutefois, cette mesure, faisant appel aux amas détectés à hauts redshifts, souﬀre de plu-
sieurs problèmes. En premier lieu, le manque de complétude des relevés à ces distances
peut introduire un biais observationnel expliquant cet excès extrêmement important à
ces échelles. Une seconde explication, avancée par Keisler [87], est liée à l’approximation
posée par Kashlinsky dans son analyse. Ainsi, en levant l’hypothèse d’indépendance du
bruit du CMB d’un radiomètre à l’autre sur le satellite WMAP, Keisler a montré qu’en
raison de la corrélation importante de la variance cosmique, le résultat de Kashlinsky
était réduit à moins de 1σ de signiﬁcation statistique. Osborne et al. [88] ont récemment
réutilisée cette méthode basée sur l’eﬀet kSZ et ont nouveau conclu à l’existence d’un
ﬂot cosmique inexpliquable par le modèle ΛCDM.
D’une manière générale, toutes les observations de ﬂots cosmiques anormalement élevés
remettent en cause les modèles hiérarchiques et plus particulièrement le modèle stan-
dard ΛCDM. Nous nous proposons donc de revisiter, dans le cadre de la théorie linéaire,
ces conclusions en adoptant un point de vue statistique : une telle valeur du mouve-
ment d’ensemble local est-elle envisageable dans les environnements créés par le modèle
ΛCDM? Si la réponse est aﬃrmative, le Chapitre 5 permettra de trouver, au sein de tels
environnements, une caractéristique commune identiﬁée comme l’origine dynamique du
mouvement d’ensemble à grandes échelles. Finalement, ce Chapitre 5 sera aussi l’occasion
de comprendre la position des environnements exhibant d’un tel « bulk ﬂow » en identi-
ﬁant, de manière locale, les pics de densité responsables de ce mouvement d’ensemble.
Aﬁn de comparer à la prédiction linéaire, il convient de comprendre la signiﬁcation
profonde d’une telle description. En eﬀet, plutôt que la prédiction d’une amplitude à un
instant donné, pouvant résulter de la réalisation d’un événement rare, la théorie linéaire
nous invite à discuter l’évolution temporelle du système i.e. son évolution dynamique au
cours du temps. Un tel suivi est évidemment impossible pour un observateur et seul le
recours aux simulations numériques permet d’accéder à l’histoire d’un événement donné.
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Ces événements seront déﬁnis au sein de catalogues similaires à un proﬁl de mouvement
d’ensemble local donné.
4.3 Caractérisation statistique des champs
4.3.1 Caractérisation statistique des champs : Spectres de puissance
La construction de ces catalogues demande une caractérisation statistique des champs de
matière dans l’Univers. Cette section présente donc les diﬀérentes manières de caractériser
un champ de densité ou un champ de vitesse, en particulier au travers de spectres de
puissance. Ces spectres de puissance seront introduits dans divers modèles de gravité
étendue.
La raison de s’intéresser aux spectres de puissance est simple : dans le cadre d’un
champ de densité évoluant à partir de conditions initiales gaussiennes, le spectre de puis-
sance Pδ(k, z) contient toutes les informations statistiques nécessaires à la description du
champ 3.
Le spectre de puissance permet de déﬁnir, en utilisant une convolution avec une fonction
fenêtre W choisie intelligemment, l’intensité des ﬂuctuations σ(R, z) à un redshift z et à
une échelle R donnée :
σ(R, z)2 =
1
2π2
∫ ∞
0
k3Pδ(k, z)Wˆ (kR)
2dk
k
. (4.4)
L’évolution temporelle de l’écart-type 4 des ﬂuctuations de densité est donnée par la
théorie linéaire : la linéarité de la transformée de Fourier assure que l’évolution temporelle
est découplée de l’évolution spatiale. Cette caractéristique nous permet de découpler les
ﬂuctuations spatiales de la variable temporelle, écrivant ainsi :
P (k, z) =
(
D+(z)
D+(z = 0)
)2
P (k, z = 0) , (4.5)
où D+ est le taux de croissance linéaire des ﬂuctuations.
Le spectre de puissance du champ de densité nous donne une information cruciale sur
la distribution de la matière dans l’Univers. En particulier, la ﬂuctuation du champ de
3. Notons toutefois que l’existence de non-gaussianités primordiales relaxe cette hypothèse : les mo-
ments statistiques d’ordre supérieurs (bispectre, kurtosis etc.) contiennent alors une information supplé-
mentaire.
4. L’écart-type des fluctuations est ici compris comme la racine carrée de la variance des fluctuations.
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Figure 4.4: Les trois spectres du champ de densité quantifient les caractéristiques sta-
tistiques de l’effondrement gravitationnel dans trois modèles cosmologiques différents.
On remarque que plus l’effondrement gravitationnel est intense, plus le spectre de puis-
sance est élevé. Ces spectres ont été calculés à partir des paramètres introduits dans le
tableau 11.2 (voir également Alimi et al. [89] et Rasera et al. [90]).
densité à 8 h−1 Mpc, σ8 nous donne l’amplitude relative de la structuration de l’Univers
dans diﬀérents modèles d’énergie noire. Aﬁn de comprendre également la distribution
des champs de vitesse, il nous faut utiliser une relation liant champ de densité et champ
de vitesse. L’équation de continuité provenant de la théorie linéaire pour un ﬂuide de
matière noire nous donne une telle relation. Grâce à l’utilisation du taux de croissance
f = d ln δd ln a et en se plaçant dans une limite newtonienne, cette condition prend la forme
i~v~k ·~k = −Hfδ~k dans l’espace des phases. Remarquons que cette hypothèse newtonienne
permet de se défaire de toute contribution provenant du champ scalaire dans les modèles
de type Supergravité ou Ratra-Peebles. En eﬀet, les champs scalaires représentant une
énergie noire dynamique interviennent sur les champs de vitesse à travers le potentiel
gravitationnel qui, dans le cadre de la limite newtonienne, peut être négligé.
Il est direct de montrer que ~v~k est colinéaire avec
~k. Cela nous donne une relation simple
entre les spectres de puissance des champs de vitesse et du champ de densité :
Pv(k, z = 0) =
H20f20
k2
Pδ(k, z = 0) . (4.6)
En accord avec la déﬁnition (4.4), nous pouvons introduire l’intensité du champ de vitesse
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tridimensionnel à une échelle R, également vue comme la mesure de la vitesse d’ensemble
locale (ou « bulk ﬂow »). Cette vitesse correspond, dans la théorie linéaire, à moyenner
le champ de vitesse sur le volume déﬁni par la transformée de Fourier Wˆ de la fonction
de fenêtrage W :
V 2bulk =
1
2π2
∫ ∞
0
k3Pv(k)Wˆ (kR)
2dk
k
(4.7)
Aﬁn de comprendre dans l’équation (4.7) quelles échelles interviennent dans le calcul du
mouvement d’ensemble local, il peut être utile d’introduire la variable∆v(k), représentant
la contribution aux ﬂuctuations à l’échelle k du champ de vitesse [91] :
∆2v(k) =
1
2π2
k3Pv(k) . (4.8)
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Figure 4.5: Les spectres de puissance ∆2(k) indiquent la contribution des différents
modes k à l’écart-type des fluctuations de densité σ(R) (indiqué en médaillon) et à
l’écart-type des fluctuations des champs de vitesse tridimensionnels Vbulk(R). Nous re-
marquons en particulier l’importance des oscillations acoustiques de baryons sur ∆v(k).
Pour comparaison, l’effet des BAO sur le spectre de puissance du champ de densité peut
être aperçu aux alentours de k ∼ 10−1 h Mpc−1. On note que plus la structuration est
importante, plus l’amplitude du spectre de puissance est élevée comme indiqué par les
différentes cosmologies.
Chapitre 4. Champs de vitesse en cosmologie 74
Il est possible de déﬁnir de la même manière un spectre de puissance ∆δ(k) pour le champ
de densité. Ce spectre présente des valeurs importantes pour les k élevés. L’écart-type
des ﬂuctuations dépend alors grandement des échelles non-linéaires.
Le spectre de puissance ∆v(k) prend la forme indiquée sur la ﬁgure 4.5. Il se distingue
du spectre de puissance ∆δ(k) des champs de densité, indiqué dans le médaillon, par
l’amplitude des oscillations acoustiques de baryons ainsi que par sa forme. À grand
nombre d’ondes, le facteur 1/k domine et fait tendre ∆v(k) vers 0. À petit nombre
d’ondes, Pv(k) converge vers 0 en suivant la pente déﬁnie par le spectre de puissance du
champ de densité. On observe également une ampliﬁcation importante des BAO qui se
trouvent exactement dans la gamme d’échelles où la puissance des ﬂuctuations du champ
de vitesse est importante.
La pondération des modes de Fourier par un rapport 1/k augmente la sensibilité des
champs de vitesse aux nombres d’ondes faibles (et donc aux échelles importantes).
4.3.2 Analyse et caractérisation des champs de vitesse
4.3.2.1 Limite des simulations numériques pour les champs de vitesse
Nous avons étudié précédemment le lien existant entre champ de vitesse et champ de
densité, en particulier au travers du spectre de puissance. Ce lien peut être résumé par la
formule (4.6). Dans le cadre d’une étude théorique de la vitesse d’ensemble local (« bulk
ﬂow »), il convient de prendre en compte tous les modes au moment de l’intégration
du spectre de puissance Pv(k). Cependant, une simulation n’est réalisée qu’au sein d’un
certain volume avec une résolution ﬁnie, ce qui implique que seul un ensemble restreint
de modes soit accessible [92]. Les deux bornes de l’intégrale doivent donc être revues en
fonction de la taille caractéristique simulée Lbox et du nombre total de cellules de gravité
ncells : la borne inférieure, indiquant l’échelle maximale à laquelle la simulation a accès,
devient 2π/Lbox alors que la borne supérieure, marquant la résolution limite de l’expé-
rience numérique, est égale à π/(Lbox/n
1/3
cells). Cette limite supérieure est déterminée par
la fréquence de Nyquist, au-delà de laquelle le bruit poissonnien l’emporte déﬁnitive-
ment sur le signal utile. Dans le cadre de simulations numériques faisant appel à une
grille AMR se raﬃnant autour des surdensités, le nombre de cellules augmente au cours
du temps. Dès lors, la fréquence de Nyquist suit cette augmentation, ce qui nous permet
d’atteindre une précision plus élevée que dans un algorithme PM seul. En particulier, le
« shot noise » ne devient signiﬁcatif que sur les raﬃnements les plus élevés.
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La compréhension de ces eﬀets de volume ﬁni liés à notre modélisation est fondamentale
pour rapprocher les mesures eﬀectuées au sein de la simulation avec les mesures observa-
tionnelles. Rappelons que, par déﬁnition, les champs de vitesse présents dans l’Univers
intègre toutes les contributions, des échelles les plus faibles aux plus importantes.
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Figure 4.6: Spectre de puissance∆v(k) des champs de vitesse en échelles linéaires pour
les trois cosmologies ΛCDM (en rouge), SUCDM (en vert) et RPCDM (en bleu). Les
bornes d’intégration inférieures et supérieures du spectre de puissance sont indiquées
par les symboles : une taille caractéristique de simulation de 2592 h−1 Mpc avec une
étoile, de 648 h−1 Mpc avec un losange et 162 h−1 Mpc avec un rond. Les volumes
faibles entrainent une perte de puissance importante sur le spectre de puissance.
Nous nous intéresserons particulièrement à trois tailles caractéristiques, 162 h−1 Mpc,
648 h−1 Mpc et 2592 h−1 Mpc, correspondant à la série de simulations DEUSS (voir
Chapitre 11). Les résolutions spatiales que nous considérons correspondent à un nombre
de grilles ncells égal à 10243. Les bornes d’intégration basses et hautes utilisées pour le
calcul du mouvement d’ensemble local dans le cadre de ces simulations sont indiquées
sur la ﬁgure 4.6. Les disques correspondent aux simulations les plus résolues avec le plus
petit volume simulée, les losanges nous indiquent les simulations intermédiaires et les
étoiles les modélisations ayant la résolution la plus grossière et la taille caractéristique
simulée la plus importante.
La ﬁgure 4.7 nous montre comment se traduit la perte de puissance liée aux eﬀets de
volume ﬁni pour le « bulk ﬂow » à partir de l’intégrale des courbes théoriques ﬁgure
4.6. La courbe rouge, chutant très rapidement en raison de l’absence des grands modes
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dans les petites simulations, nous indiquent qu’une analyse sur les « bulk ﬂow » ne peut
pas être menée sur une simulation de petite taille caractéristique. En eﬀet, à partir de
∼ 75 h−1 Mpc, le ﬂot cosmique est proche de zéro alors qu’à l’inverse, les simulations de
taille caractéristique 2592 h−1 Mpc, en bleu, sont proches de 175 km/s.
Les ﬂots cosmiques issus de ces simulations 2592 h−1 Mpc ont un écart de moins de 2%
avec la prédiction linéaire intégrant tous les modes de 0 à ∞, ce qui souligne encore la
nécessité de réaliser des simulations de grande taille pour l’étude des champs de vitesse
aux échelles cosmologiques. Cependant, un des désavantages d’une si grande simulations
est son manque de résolution. En particulier, pour réaliser des catalogues numériques se
rapprochant des observations, nous souhaitons avoir une résolution en masse faible (par
exemple, proche de la Voie Lactée). La solution est d’utiliser une simulation intermédiaire
tel le volume 648 h−1 Mpc qui dispose d’une bonne résolution (équivalente à 10 h−1 kpc)
et qui recouvre assez bien le ﬂot cosmique aux grandes échelles (∼ 100 h−1 Mpc). La
courbe magenta de la ﬁgure 4.7 indique que la perte de puissance associée à cette taille
de boîte intermédiaire nous permet d’approcher suﬃsamment bien le « bulk ﬂow » linéaire
proche de notre courbe bleue de référence. Il est important de souligner que cette perte
de puissance se rapproche de l’utilisation d’une fonction de lissage gaussienne.
Notons que ces conclusions restent valables si l’on considère d’autres cosmologies : dans
les cosmologies RPCDM et SUCDM, les erreurs sur le dipôle des champs de vitesse sont
amoindries en raison d’un abaissement de l’amplitude du spectre de puissance ∆v(k).
À partir de la ﬁgure 4.7, nous remarquons donc que la dépendance de la pente du « bulk
ﬂow » à petite échelle est grandement déterminée par la présence des modes à grande
échelle (k ∼ 0.01 h/Mpc) et dans une moindre mesure par la présence des modes à petites
échelles. De plus, plus on se rapproche de la taille caractéristique de la simulation, plus
le manque de puissance est important. Ainsi, la courbe violette s’écarte de plus en plus
rapidement de la courbe bleu lorsque la distance comobile augmente. L’amplitude initiale
du bulk ﬂow est également déterminée par l’absence des modes à grandes échelles. Ainsi,
le mouvement d’ensemble local initial varie de 375 km/s à 500 km/s entre les simulations
162 h−1 Mpc et 2592 h−1 Mpc. Ces courbes montrent que la simulation 648 h−1 Mpc
est un excellent compromis entre résolution en masse et puissance des champs de vitesse
aux grandes échelles.
En conclusion, résoudre des objets de la masse de la Voie Lactée pour approcher les ob-
servations tout en conservant bien la puissance issue des contributions à grandes échelles,
nous incite à utiliser exclusivement des volumes de l’ordre de 648 h−1 Mpc dans la suite
de ce travail.
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Figure 4.7: Le mouvement d’ensemble local est très dépendant de la prise en compte
des grandes échelles du spectre de puissance : les trois volumes des simulations DEUSS
nous montrent que la puissance des champs de vitesse est largement répartie à grandes
échelles (∼ 100 h−1Mpc.). Les différences entre cosmologies sont également visibles avec
une hiérarchie en accord avec celle de l’intensité des fluctuations σ(R).
4.3.2.2 Calcul numérique du bulk flow
Le calcul numérique du mouvement d’ensemble local à partir de simulations se fait de la
même manière que pour la ﬂuctuation de densité locale σR i.e. en utilisant une méthode
de lancers de sphères. En eﬀet, le « bulk ﬂow » est la variable quantiﬁant le mouvement
global d’un volume que nous choisissons sphérique.
Dans une perspective numérique, il nous faut tout d’abord déﬁnir un centre mimant un
observateur dans le volume comobile. À partir de ce centre, nous faisons grandir une
sphère de rayon R. À chaque nouveau rayon, nous sommons les contributions du champ
de vitesse tridimensionnel des Npart,r<R particules contenues dans la sphère de rayon R
aﬁn d’obtenir le vecteur « bulk ﬂow »
~vbulk(R) =
1
Npart,r<R
Npart,r<R∑
i
~vi , (4.9)
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ou celles du champ de vitesse projeté suivant la ligne de visée aﬁn de calculer le « bulk
ﬂow » observationnel suivant la formule :
v⊥,bulk(R) =
1
Npart,r<R
Npart,r<R∑
i
~vi.
~r
‖r‖ . (4.10)
La valeur moyenne du « bulk ﬂow » d’un ensemble de Nsphere est alors déﬁnie comme :
v¯2bulk(R) = < v
2
bulk(R) > =
1
Nsphere
Nsphere∑
j=1
∥∥∥∥∥∥ 1Npart,r<R
Npart,r<R∑
i
~vi
∥∥∥∥∥∥ . (4.11)
Seule cette dernière déﬁnition peut être comparée à la prédiction théorique (4.7).
Les deux estimateurs (4.9−4.10) concernent les particules représentant le champ de ma-
tière sous-jacent. Les équations (4.9−4.10) supposent donc que tous les objets intégrés
dans la sommation ont une masse identique. Ces équations peuvent être généralisées
dans le cadre d’une application à des objets cosmologiques (e.g. halos de matière noire)
de masse quelconque. Dans le cas d’une sphère de rayon R englobant Nhalo,r<R halo de
masse mi, les deux équations (4.9−4.10) prennent la forme :
~v halobulk (R) =
1∑Nhalo,r<R
i mi
Nhalo,r<R∑
i
mi~vi (4.12)
vhalo⊥,bulk(R) =
1∑Nhalo,r<R
i mi
Nhalo,r<R∑
i
mi~vi.
~r
‖r‖ . (4.13)
La ﬁgure 4.8 permet de comparer ces diﬀérents estimateurs, moyennés sur plus de 20000
sphères. Les courbes supérieures correspondent aux estimateurs calculés sur les champs de
vitesse tridimensionnel alors que les courbes inférieures sont calculées à partir du champ
tridimensionnel projeté suivant l’axe de visée. Les courbes en traits pleins représentent les
prédictions linéaires pour les champs de vitesse tridimensionnel et projeté, les courbes en
tirets correspondent aux mesures eﬀectuées sur les halos détectés par Friends-of-Friends,
traceurs du champ de densité et les losanges sont obtenus par la mesure directe du
mouvement d’ensemble local sur les particules.
L’accord entre la prédiction linéaire et la mesure sur les particules est excellent, ce qui
montre que l’équivalence entre les approches statistiques et probabilistes (en utilisant
des sphères placées au hasard). On observe un décrochement sur les estimateurs liés aux
halos de matière noire à basse échelle. Ce décrochement est essentiellement dû à la limite
en résolution des halos de matière noire de la simulation que nous avons utilisé. On
remarque, à l’inverse, un excellent accord entre les mesures eﬀectuées sur les particules
et celles eﬀectuées sur les halos aux échelles supérieures à 15 h−1 Mpc, malgré un petit
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Figure 4.8: « Bulk flow » mesuré de quatre manière différentes en cosmologie ΛCDM
dans la simulation DEUSS 648 h−1 Mpc (voir Chapitre 11). Les courbes en tirets cor-
respondent au flot cosmique mesuré à partir des halos de matière noire. Les points sont
obtenus en calculant le « bulk flow » sur les particules. La concordance entre les ap-
proches particulaires et par les halos est parfaite. Les courbes supérieures, comparées à
la prédiction linéaire en violet, sont calculées à partir des champs de vitesse tridimen-
sionnels. Les courbes inférieures sont obtenues en calculant le mouvement d’ensemble
à partir des champs de vitesse projetés. En moyenne, le facteur
√
3 est retrouvé.
écart de l’ordre de 2 à 3%. La simulation numérique a mis en évidence ce comportement
inattendu, illustrant le fait que les halos de matière noire sont d’excellents traceurs des
champs de vitesse. Le biais entre le champ de matière échantillonné par les particules et
celui tracé par les halos étant très faible, nous allons, par la suite, considérer uniquement
le « bulk ﬂow » calculé à partir des particules 5.
La comparaison entre le mouvement d’ensemble mesuré à partir des vitesses projetées
à celui calculé à partir du champ tri-dimensionnel indique que nous retrouvons bien
le facteur
√
3 provenant de l’hypothèse d’homogénéité dans le calcul des spectres de
puissance. Il convient toutefois de faire attention aux moyennes : l’écart-type relatif à
la variable statistique du « bulk ﬂow » étant très important, les proﬁls du mouvement
d’ensemble d’une bulle peuvent être extrêmement diﬀérents d’un centre à l’autre et le
facteur
√
3 liant le ﬂot cosmique moyen tridimensionnel au « bulk ﬂow » projeté est
souvent incorrect.
5. Le biais décrit ici ne correspond pas au biais sur la dispersion de vitesse. En effet, ce biais en
dispersion nous renseigne sur la différence de vitesses entre les halos et les particules de matière noire
en une position donnée. Les résultats décrits ici nous renseigne sur le biais en vitesse entre les halos et
la matière noire intégrés dans une sphère de grand rayon.
Chapitre 4. Champs de vitesse en cosmologie 80
4.3.2.3 Construction d’un catalogue numérique
Une autre méthode pour comprendre et caractériser les champs de densité et de vitesse
est de déﬁnir des catalogues numériques en accord avec les observations. En eﬀet, retrou-
ver des objets réels (tels le « Bullet Cluster » ou le proﬁl de chute sur l’amas de Virgo)
dans des simulations numériques permet de faire varier nombre de paramètres aﬁn de
comprendre sa formation, sa dépendance sur le modèle cosmologique ou les conditions
initiales... Certaines simulations, dites contraintes, cherchent ainsi à simuler l’environne-
ment du Groupe Local à partir des relevés tels le SDSS.
La déﬁnition de tel catalogue nécessite un proﬁl de référence, donnée par les observations
ou une prédiction théorique, et un écart-type nous permettant d’accepter ou de refuser
un candidat. Ce proﬁl de référence est donc le résultat d’une mesure claire exhibant un
comportement particulier ou une prédiction théorique. L’écart-type est déﬁni comme la
précision d’une telle mesure : plus celui-ci sera élevé, moins la construction d’un cata-
logue sera intéressant. En eﬀet, l’intérêt de la construction de catalogue réaliste réside
dans la mise en évidence de caractéristique commune à des objets éloignés dans l’espace
et (ou) le temps.
Pour aller plus avant dans cette section, il convient de donner quelques caractéristiques
fondamentales des simulations DEUSS. Tout d’abord, la liste exhaustive des simulations
réalisées par le consortium est disponible sur le Tableau 11.4 et l’ensemble des paramètres
cosmologiques utilisés dans les simulations est résumé Tableau 11.5. En accord à la
conclusion de l’étude des volumes ﬁnis, nous avons choisi la simulation DEUSS de taille
648 h−1Mpc avec 10243 particules. Cela représente une résolution spatiale de l’ordre de
10 h−1 kpc. Ces caractéristiques impliquent que le « shot noise » est négligeable aux
échelles au coeur de notre problématique (∼ 5 à ∼ 200 h−1 Mpc), et ce à des redshifts
élevés. Finalement, les conditions initiales sont obtenus en convoluant la racine du spectre
de puissance des ﬂuctuations P (k) à z = 0 avec un bruit blanc. Il est ensuite extrapolé
linéairement jusqu’au redshift initial zini ∼ 90.
Dans cette section, nous cherchons à caractériser les environnements présentant un proﬁl
de « bulk ﬂow » similaire dans les simulations numériques DEUSS : nous devons donc
construire un catalogue d’objets présentant, non pas un champ de densité équivalent,
mais un proﬁl de « bulk ﬂow » identique à une certaine signiﬁance statistique près.
La méthode adoptée consiste à jeter aléatoirement un grand nombre de centres de sphères
dans l’ensemble du volume de la simulation DEUSS 648 h−1 Mpc. Ces centres (également
appelés objets par la suite) sont calculés suivant une loi uniforme dans l’intervalle [0, 1]3
(en unité de taille de boîte) comme nous le montre les histogrammes 4.9 réalisés sur 20000
centres. À partir de ces centres, des sphères grandissent et nous permettent de calculer
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Figure 4.9: Histogrammes de la position de 20000 centres (respectivement de haut
en bas suivant x,y,z) placés au hasard dans la simulation ΛCDM, d’un volume de
648 h−1 Mpc avec 10243 particules. La distribution suit une loi uniforme dans l’in-
tervalle [0, 1].
tous les estimateurs associés aux champs de densité comme la densité intégrée dans
une sphère ou la densité dans une coquille et aux champs de vitesse tel le « bulk ﬂow »
tridimensionnel et le ﬂot cosmique suivant les lignes de visée. Cela nous permet de calculer
le mouvement d’ensemble local en fonction du rayon de la sphère pour l’ensemble des
objets, reconstruisant ainsi un proﬁl pour le dipôle des champs de vitesse tridimensionnels
ou projetés. Le catalogue est construit en excluant tous les centres n’étant pas en accord
à N σ avec le proﬁl de référence. Ce proﬁl de référence sera détaillé à la section suivante.
Il convient d’étudier ﬁnement la technique employée pour choisir les centres. En eﬀet,
cette méthode de choix des centres peut introduire des biais, les sphères étant sou-
vent amenées à se recouvrir. Aﬁn de comprendre l’inﬂuence de ces recouvrements, une
autre série de jets de centres a été réalisée sur une grille cartésienne. Le rayon de non-
recouvrement correspond dans ce test à 64.8 h−1 Mpc, ce qui signiﬁe qu’en-deçà de cette
échelle, il n’y a pas de recoupements alors qu’au-delà, il y aura de nombreux recouvre-
ments entre diﬀérentes sphères. La comparaison des « bulk ﬂow » mesurés montre qu’il
n’y a pas de diﬀérences entre les deux méthodes de choix de centres, que ce soit à petites
ou grandes échelles, ce qui valide la méthode de génération probabiliste de sphères.
La création de catalogues numériques nous permettra, dans la section suivante, de dis-
cuter l’interprétation des observations récentes de Watkins et al. [51] sur les champs de
vitesse.
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4.4 Évolution linéaire du flot cosmique
4.4.1 Catalogues linéaire et réaliste
Aﬁn de construire des catalogues (par la méthode décrite dans la section précédente)
comportant une information physique utile, il nous faut un proﬁl de « bulk ﬂow » de
référence. Deux proﬁls de références se démarquent : le premier est calculé à partir de
la théorie linéaire alors que le second est construit à partir des observations de Watkins
et al. [51]. Deux classes d’objets sont donc introduites à partir de 20000 centres jetés
aléatoirement :
– le catalogue appelé linéaire dont les centres ont un proﬁl de ﬂot cosmique similaire
avec la prédiction linéaire à 2σ (95% de niveau de conﬁance). Dans ce cas, la limite
à 2σ est un seuil à mettre en relation avec le caractère stochastique des ﬂuctuations
initiales du champ de densité pour un modèle donné ;
– le catalogue réaliste a un proﬁl de « bulk ﬂow » présentant une similarité avec les don-
nées observationnelles mesurées par Watkins et al. [51] à 95% de niveau de conﬁance.
Cet échantillon sera appelé réaliste par la suite étant donné que son proﬁl de champ
de vitesse est basée sur un proﬁl déﬁnit part les observations, spécialement au niveau
du minimum à 16 h−1 Mpc et du maximum à 53 h−1 Mpc. 255 objets sont rassemblés
dans un tel catalogue.
Les deux catalogues sont disjoints : un élément appartenant au catalogue linéaire n’appar-
tient pas au catalogue réaliste (et inversement). L’échantillon linéaire sert de référence
alors que les objets de la classe réaliste permettent de mettre en évidence les raisons
physiques du mouvement d’ensemble local observé par Watkins et al. [51]. La mesure de
l’écart-type des ﬂuctuations et du « bulk ﬂow » dans les deux catalogues introduits ci-
dessus permettent d’obtenir la ﬁgure 4.10 pour la cosmologie ΛCDM. Les étoiles rouges
indiquent les prédictions linéaire, la courbe rouge montre la moyenne des σ(R) et des
vbulk du catalogue linéaire alors que les courbes bleues indiquent les moyennes sur les ob-
jets du catalogue réaliste. Les barres d’erreur, correspondant à la limite à 95% de niveau
de conﬁance, sont représentées par des zones bleues pour les objets réalistes et des barres
rouges pour les linéaires. Le « bulk ﬂow » mesuré dans les observations de Watkins et al.
Nous remarquons que toutes les courbes associées à la variable σ(R) présentent la même
tendance, en accord avec la prédiction linéaire. On remarquera particulièrement la valeur
à 8 h−1 Mpc de σ(R) indiquant l’intensité de la structuration. Ainsi, nous retrouvons
bien σ8 ∼ 0.80, en accord avec le σ8 utilisé pour normaliser le spectre de puissance dans
le modèle ΛCDM des simulations DEUSS. Ainsi, l’écart-type des ﬂuctuations du champ
de densité des deux catalogues est en excellent accord avec la prédiction linéaire et ce
d’autant plus que l’échelle est importante.
À l’inverse, les mouvements d’ensemble locaux moyens des catalogues linéaire et réaliste
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Figure 4.10: En haut : loi d’évolution de la structuration en fonction de l’échelle R. En
bas : mouvement d’ensemble local en fonction de l’échelle R. Les prédictions linéaires
sont indiquées avec des étoiles rouges, la moyenne des objets appartenant au catalogue
linéaire est tracé en rouge et la moyenne des objets peuplant le catalogue réaliste est
symbolisée par un trait bleu avec un écart-type en bleu. Les observations [51] sont
indiquées en noir. Bien que les deux catalogues aient un écart-type des fluctuations de
densité identique, il existe une importante différence pour les « bulk flow ».
sont profondément diﬀérents. En eﬀet, on observe qu’en accord avec la déﬁnition du ca-
talogue linéaire, les mesures numériques du « bulk ﬂow » concordent avec la prédiction
linéaire. Le catalogue réaliste exhibe deux échelles largement en dehors du linéaire : un
creux à ∼ 16 h−1 Mpc et un maximum à ∼ 53 h−1 Mpc. On observe également une
reconvergence rapide vers la prédiction linéaire à grandes échelles, ce qui est attendu
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dans le cadre des modèles hiérarchiques. Ces comportements sont bien en accord avec la
déﬁnition des catalogues.
Une telle diﬀérence de comportement entre le « bulk ﬂow » et l’écart-type des ﬂuctuations
du champ de densité montre que les champs de vitesse contiennent une information
supplémentaire par rapport au champ de densité. On peut interpréter cela en termes de
dimensionnalité : le champ de densité est un champ scalaire unidimensionnel alors que
les champs de vitesse contiennent une information tridimensionnelle que nous pouvons
assimiler à la directionnalité d’un vecteur. Nous verrons dans le Chapitre 5 que cette
information supplémentaire peut être utilisée dans un cadre statistique aﬁn d’expliquer
l’excès des champs de vitesse à 53 h−1 Mpc.
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Figure 4.11: Probabilité d’obtenir un objet d’un catalogue réaliste en fonction du
nombre de centres en rouge pour le modèle ΛCDM, en vert pour SUCDM et en bleu
pour RPCDM. Les points individuels représentent le résultat de chaque mesure avec
500, 1000, 2000, 3500, 5000, 7500, 10000, 15000 et 20000 centres. Les courbes en tirets
correspondent à la valeur moyenne. Au-delà de 5000 centres, l’évolution de la probabilité
avec le nombre de centres est stable.
Finalement, aﬁn de valider complètement nos catalogues, il est important de vériﬁer
que la proportion d’objets dans le catalogue observationnel pour les diverses cosmologies
ne dépend pas du nombre de centres. Cette proportion, correspondant à la probabilité
d’obtenir un centre du catalogue réaliste, est simplement calculée comme le rapport du
nombre d’objets dans le catalogue réaliste au nombre total de centres. Nous avons donc
relancé de nombreuses sphères et calculé le nombre d’objets dans la classe réaliste :
la ﬁgure 4.11 nous montre, pour les trois cosmologies disponibles dans les simulations
DEUSS, que la probabilité d’obtenir un objet appartenant à la classe observationnelle est
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environ constante. Il est intéressant de constater que la probabilité d’obtention d’un objet
appartenant au catalogue réaliste est diﬀérente d’une cosmologie à l’autre, la probabilité
moyenne en ΛCDM étant de 1.24%, celle en SUCDM étant de 0.9% et la valeur en
RPCDM étant de 0.69%. Cette probabilité ne correspond pas à la probabilité à 2σ
attendue pour une gaussienne, ce qui est une première indication du caractère non-
gaussien de la distribution de probabilité d’un proﬁl de « bulk ﬂow ». La forme exacte
de cette densité de probabilité sera discutée dans le paragraphe 4.5.
4.4.2 Évolution linéaire des champs de vitesse
L’interprétation du proﬁl atypique de ﬂot moyen à la Watkins et al. [51] en termes de
déviation par rapport à une quantité linéaire peut être vériﬁée en suivant l’évolution du
proﬁl au cours du temps. La mise en évidence d’un accord avec l’évolution dynamique
décrite par la théorie linéaire nous permettra d’expliquer le proﬁl anormalement élevé de
ﬂot cosmique comme la réalisation d’événements statistiquement rares en théorie linéaire
dans une cosmologie donnée.
Le modèle hiérarchique indique qu’au cours de l’histoire de l’Univers, les champs de den-
sité se sont ampliﬁés à partir de petites ﬂuctuations. Cette ampliﬁcation du champ de
densité est régie par le taux de croissance D+, celui-ci indiquant la vitesse de structura-
tion.
Le champ de densité pouvant être interprété en termes de source des champs de vi-
tesse, l’amplitude des champs de vitesse a également augmenté au cours de l’évolution
de l’Univers. Le taux de croissance D+ régit donc également l’ampliﬁcation des champs
de vitesse. Cependant, les champs de vitesse intègrent aussi les contributions dues à la
variation du taux de croissance i.e. les variations de la vitesse de structuration. Finale-
ment, la loi de Hubble, indiquant une dilatation de l’espace-temps, intervient également
en modiﬁant directement les distances entre objets.
Ces diﬀérentes contributions peuvent être portées sur un plan mathématique. Ainsi, dans
les modèles cosmologiques où l’énergie noire ne s’eﬀondre pas 6, il y a indépendance entre
les positions dans l’espace de Fourier et le temps. Cela permet, comme nous l’avons vu
précédemment, de décrire la variation temporelle du spectre de puissance du champ de
densité. La variation temporelle du spectre de puissance Pv(k, z) peut être obtenue en
utilisant l’équation (4.6). Celle-ci liant les spectres de puissance du champ de densité et
6. Dans de tels modèles décrits Chapitre 3, l’effondrement dépend explicitement de la masse du champ
d’Énergie Noire. Dans ce cas, nous ne pouvons plus séparer les évolutions spatiales et temporelles.
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des champs de vitesse, nous pouvons en déduire :
Pv(k, z) =
H(z)2f(z)2
k2
Pδ(k, z) (4.14)
=
H(z)2f(z)2
k2
D2+(z)
D2+(z = 0)
Pδ(k, z = 0) . (4.15)
Les évolutions spatiale et temporelle n’étant pas liées, cela ﬁxe donc la variation en
redshift du moment dipolaire des champs de vitesse :
Vbulk(R, z) = A(z)× Vbulk(R, z = 0) , (4.16)
avec
A(z) =
{ H(z)
H(z = 0)
f(z)
f(z = 0)
D+(z)
D+(z = 0)
}
.
La théorie linéaire permet donc de lier les ﬂots moyens à un redshift donné avec les ﬂots
moyens observés aujourd’hui, à condition de connaitre l’évolution des quantités linéaires
dépendantes du modèle cosmologique D+(z), f(z) et H(z), regroupées sous la variable
temporelle A(z). Le dépendance en redshift de cette quantité est représentée ﬁgure 4.12
pour les trois cosmologies des simulations DEUSS (ΛCDM , SUCDM et RPCDM). On
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Figure 4.12: Fonction A(z) représentant l’évolution linéaire du « bulk flow » à partir
de z = 0 dans les modèles ΛCDM (en rouge), SUCDM (en vert) et RPCDM (en
bleu). Les modèles de quintessence présentent une augmentation moins importante que
ΛCDM, ceux-ci créant en moyenne des champs de vitesse moins élevés que dans un
modèle à forte structuration tel le modèle de concordance.
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remarque tout d’abord que pour les trois cosmologies, la fonction A(z) est inférieure à
un. Cela est en accord avec l’ampliﬁcation des champs de vitesse au cours du temps,
couplée à l’équation (4.16). De même, la fonction associée au modèle cosmologique stan-
dard ΛCDM, en rouge, décroit plus rapidement que le modèle de quintessence SUCDM
qui diminue plus vite que le modèle RPCDM. L’explication de ces diﬀérences est liée à
la structuration diﬀérente de ces trois modèles cosmologiques : le modèle ΛCDM, engen-
drant des ﬂots moyens plus élevés que les modèles de quintessence de part sa structuration
plus importante, nécessite une ampliﬁcation plus importante de son « bulk ﬂow ». Les
variations de A(z) en ΛCDM sont donc plus importantes que pour les modèles à « bulk
ﬂow » linéaire plus faible.
Aﬁn de suivre l’évolution en redshift du proﬁl de vitesse anormal à 53 h−1 Mpc, nous
conservons la position des centres du catalogue réaliste au cours du temps et calculons,
à diﬀérents instants, le mouvement d’ensemble local dans des sphères de rayons crois-
sants positionnées en ces centres. Notons que les simulations numériques étant réalisées
en coordonnées comobiles, il n’est pas nécessaire de redimensionner les rayons de nos
sphères par l’expansion cosmique. Nous choisissons de mesurer ces ﬂots moyens à quatre
redshifts − à savoir 0, 1, 2.33 et 4. Ceux-ci sont choisis de manière à ce que la simulation
soit dans un régime d’eﬀondrement marqué aﬁn d’avoir un signal (de « bulk ﬂow » ou
d’asymétrie) peu bruité. En eﬀet, il est évident qu’une quantité mesurée par exemple
dans les conditions initiales de la simulation sera peu indicative.
La ﬁgure 4.13 présente les résultats des mesures de « bulk ﬂow » eﬀectuées au cours du
temps. Le proﬁl en rouge est similaire au proﬁl de mouvement d’ensemble du catalogue
réaliste mesuré en z = 0. Les trois autres proﬁls sont renormalisés par l’inverse de la
fonction A(z) aﬁn de corriger de l’évolution linéaire et de comparer avec le ﬂot moyen
en z = 0. Cette renormalisation permet d’obtenir l’amplitude des « bulk ﬂow » en z = 0
telle que prédite par la théorie linéaire. Un accord à 8% est observé entre les quatre proﬁls
entre 5 et 60 h−1 Mpc. On observe également un lissage de l’amplitude des extrema du
proﬁl de « bulk ﬂow », ce qui indique une homogénéisation de l’environnement dans les
sphères lorsque le redshift augmente, comme prévu par l’évolution du champ de densité.
Au delà de la distance de 60 h−1 Mpc, l’accord entre les diﬀérentes mesures est de l’ordre
de 5%. Cette faible diﬀérence est expliquée par une reconvergence de tous les proﬁls du
catalogue réaliste vers la prédiction linéaire spatiale du « bulk ﬂow » à grandes échelles.
Ainsi, bien que le champ de densité soit homogénéisé lorsque le redshift augmente, le
proﬁl de ﬂot moyen renormalisé par l’évolution linéaire mesuré dans une sphère de rayon
R ﬁxé reste approximativement (à ∼ 8% près) le même que le proﬁl mesuré en z = 0.
Cela signiﬁe que les proﬁls de champ de vitesse mesuré en z=1, 2.33 et 4 présentent
eux-aussi un maximum anormalement élevé. Ainsi, à des redshifts importants, le proﬁl
de « bulk ﬂow » est déjà en désaccord avec le proﬁl prédit par la théorie linéaire.
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Figure 4.13: Évolution temporelle du « bulk flow » des catalogues réalistes de z = 0
(en rouge) à z = 4 (en bleu foncé) en cosmologie ΛCDM. Les différents « bulk flow » ont
été renormalisés par leur évolution linéaire afin de comparer les amplitudes des champs
de vitesse à différents instants de l’histoire cosmique. Le profil anormal de « bulk flow »
est conservé au cours du temps (à 8 % près) à des redshifts importants (z=4).
4.5 Origine statistique du flot cosmique
Nous souhaitons démontrer que les observations récentes d’un excès de « bulk ﬂow »
peuvent s’expliquer dans un cadre probabiliste. Pour cela, il convient de pouvoir calculer
la probabilité d’avoir un « bulk ﬂow » dans une sphère à un rayon donné mais également
la probabilité d’avoir un proﬁl de ﬂot moyen complet, caractérisé par un ensemble de
mesures dans des sphères de rayons croissants.
Dans cette section, nous détaillerons tout d’abord la probabilité d’obtenir un unique
« bulk ﬂow » de norme donnée puis nous étendrons ce formalisme standard à un cas à
deux points plus complexe, englobant les corrélations entre sphères de rayons diﬀérents.
Cela nous permettra de conclure sur la rareté d’une observation à la Watkins et al.,
caractérisée essentiellement par un point minimum à 16 h−1 Mpc et un point maximum
à 53 h−1 Mpc. Finalement, la prédiction de la densité de probabilité associée à trois ﬂots
moyens permettra de conclure sur la possibilité de distinguer les modèles cosmologiques
à partir de mesures de « bulk ﬂow » à grandes échelles.
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4.5.1 Bulk flow : prédiction à un point
Nous supposons que le modèle hiérarchique est à l’origine des structures actuelles, ce
qui suppose que les caractéristiques des halos d’aujourd’hui sont obtenues à partir de
petites ﬂuctuations gaussiennes isotropes des champs de densité et de vitesse. Sous ces
hypothèses, la densité de probabilité d’une composante du vecteur « bulk ﬂow » ~v1 est
une gaussienne [52, 91, 93, 94] à moyenne nulle dont l’écart-type est déﬁni à partir du
spectre de puissance linéaire par :
σ2R =
1
6π2
∫ ∞
0
k3Pv(k)Wˆ (kR)
2dk
k
, (4.17)
avec Wˆ (x) = TF{Top-Hat(x)} = 3 sin(kR)−kR cos(kR)
(kR)3
la transformée de Fourier d’une
fonction Top-Hat dans l’espace réel. De plus, l’hypothèse d’isotropie formulée ci-avant
implique l’indépendance des trois composantes du vecteur « bulk ﬂow », ce qui simpliﬁe
drastiquement les calculs.
Aﬁn de vériﬁer cette hypothèse d’indépendance entre les composantes des moments
d’ordre deux des champs de vitesse, nous calculons l’histogramme de la distribution des
mouvements d’ensemble suivant les coordonnées x, y et z au sein de nos 20000 centres
dans la simulation DEUSS 648 h−1 Mpc. La ﬁgure 4.14 nous montre les densités de
probabilité associées aux « bulk ﬂow » suivant la direction x, y et z dans une sphère de
20 h−1 Mpc de rayon (correspondant à un « bulk ﬂow » projeté de ∼ 225 h−1 km.s−1).
Les trois premières ﬁgures, en haut et en bas à gauche, sont bien chacune des distribu-
tions gaussiennes de moyenne nulle avec un écart-type identique. Ce résultat reste valide
quel que soit le rayon choisi pour la sphère. Dans le cas où les composantes ne seraient
pas indépendantes, nous observerions des distributions diﬀérentes ou des écarts-types
diﬀérents, correspondant à une déformation de la gaussienne multi-variée suivant une
direction particulière. Notons que cet argument est suﬃsant compte tenu de l’hypothèse
d’isotropie supplémentaire. Cela valide donc notre hypothèse d’indépendance des com-
posantes du vecteur « bulk ﬂow ». Notons également que les écarts-types de ces trois
distributions sont identiques et compatibles avec la prédiction linéaire à 20 h−1 Mpc i.e.
∼ 225 km.s−1. La courbe en bas à droite représente la densité de probabilité associée à
la norme du « bulk ﬂow » dans la même sphère de rayon R. Dans le cas où nous nous
intéressons à la distribution de la norme d’un vecteur ﬂot moyen ~v1, cette densité de
probabilité est hautement non gaussienne. En rapport avec la théorie cinétique des gaz,
nous allons démontrer que cette densité de probabilité suit une distribution de Maxwell.
La probabilité d’avoir le mouvement d’ensemble ~v1 s’écrit donc :
P (~v1)d
3~v1 = P (v1,x, v1,y, v1,z)dv1,xdv1,ydv1,z , (4.18)
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Figure 4.14: Densités de probabilité associées aux trois composantes et à la norme
(en bas à droite) du vecteur « bulk flow » calculées dans une sphère de 20 h−1 Mpc de
rayon. Les fonctions de distribution du flot moyen suivant une direction sont hautement
gaussiennes, avec une moyenne nulle et un écart-type de ∼ 225 km.s−1 compatible avec
la prédiction linéaire. La norme du mouvement d’ensemble local suit une loi de type
Maxwell-Boltzmann.
ou, en fonction de la norme du mouvement d’ensemble v1 :
P (~v1)d
3~v1 = P (v1, θ, φ)v
2
1 sin θ dθ dφ dv1 . (4.19)
L’hypothèse d’indépendance des composantes (provenant de l’hypothèse d’isotropie) nous
permet de simpliﬁer (4.18) :
P (~v1)d
3~v1 = P (v1,x)dv1,xP (v1,y)dv1,yP (v1,z)dv1,z . (4.20)
Nous avons montré précédemment sur la ﬁgure 4.14 que les densités de probabilité de
chaque composante P (v1,k) sont gaussiennes avec une moyenne et un écart-type iden-
tiques. L’équation (4.20) donne donc la forme de la densité de probabilité P (~v1) :
P (~v1) =
(
1
σR
√
2π
)3
exp
(
−1
2
v21,x
σ2R
)
exp
(
−1
2
v21,y
σ2R
)
exp
(
−1
2
v21,z
σ2R
)
. (4.21)
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En utilisant (4.21) dans (4.19) et en marginalisant sur les variables θ et φ, nous pouvons
donc exprimer analytiquement la densité de probabilité de la norme v1 du mouvement
d’ensemble local :
P (v1)dv1 =
∫ π
0
dθ
∫ 2π
0
dφ
(
1
σR
√
2π
)3
exp
(
−1
2
v21
σ2R
)
sin θ v21 dv1 . (4.22)
La densité de probabilité de la norme du « bulk ﬂow » est donc une distribution de
Maxwell-Boltzmann dont l’expression est :
P (v1) = 4π
(
1
σR
√
2π
)3
v21 exp
(
−1
2
v21
σ2R
)
. (4.23)
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Figure 4.15: Comparaison des densités de probabilité numérique (histogramme en
rouge) et prédite grâce à la formule (4.23) pour un flot moyen calculé dans une sphère de
20−1 Mpc de rayon (en bleu). La prédiction linéaire donne la valeur de σR à utiliser dans
(4.23). L’accord entre la prédiction maxwellienne et la mesure numérique est excellent.
Notons que cette densité de probabilité est correctement normalisée à l’unité. Une confron-
tation aux mesures issues des simulations numériques calculées sur 20000 centres est
indiquée ﬁgure 4.15. Elle nous montre l’accord entre la prédiction théorique obtenue
ci-dessus et la densité de probabilité mesurée dans la simulation DEUSS 648 h−1 Mpc.
On retrouve de manière satisfaisante la valeur du « bulk ﬂow » moyen tridimensionnel
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∼ 360 km.s−1 obtenue grâce au calcul du moment d’ordre un de cette distribution 7.
Le calcul analytique à un point nous permet donc de quantiﬁer les déviations d’une
mesure de « bulk ﬂow » à un rayon donné en comparant directement à la théorie linéaire.
Cependant, ces déviations par rapport à la théorie linéaire sont calculées à une échelle
donnée sans tenir compte de l’ensemble du proﬁl de mouvement d’ensemble local. Ainsi,
l’ajout d’un deuxième point caractéristique au proﬁl de ﬂot cosmique nous indique la
rareté d’une observation.
4.5.2 Rareté d’un événement : probabilité à deux points
Nous pouvons donc nous poser la question de l’occurrence d’une déviation importante
telle qu’observée par rapport à la prédiction linéaire aux grandes échelles : existe-t-il une
chance d’observer un moment dipolaire des champs de vitesse ayant un proﬁl à la Watkins
et Feldman [51] dans un modèle hiérarchique tel le modèle de concordance ΛCDM?
Pour répondre à cette question, nous devons calculer la probabilité d’observer un proﬁl de
« bulk ﬂow » à la Watkins et al. [51]. Cependant, cette probabilité ne peut être calculée
analytiquement. Par exemple, il est évident que la fonction de distribution de la norme
du « bulk ﬂow » en deux points ne peut pas être une simple distribution de Maxwell-
Boltzmann comme pour la prédiction linéaire décrite au paragraphe précédent. Elle ne
peut pas non plus être simplement le produit de deux distributions maxwelliennes, issu
d’une hypothèse d’indépendance des variables, déterminées à partir du calcul à un point.
En eﬀet, une telle hypothèse P (v1, v2) = P (v1) × P (v2) surestime la probabilité à deux
points. Dans le cas où nous modélisons le proﬁl de Watkins et Feldman par un minimum
à 20 h−1 Mpc et un maximum à 50 h−1 Mpc, cela nous amène à calculer une probabilité
d’observer un centre appartenant au catalogue réaliste valant 7.55% en total désaccord
avec la mesure numérique de 1.24% eﬀectuée à partir d’une analyse du χ2 à 95 % menée
sur l’ensemble du proﬁl.
Nous pouvons donc nous poser la question de la raison de ce désaccord : l’hypothèse
d’indépendance semble devoir être remise en cause. La raison est que chaque sphère de
rayon R1 dans laquelle nous calculons le mouvement d’ensemble local est inscrite dans
d’autres sphères de rayons supérieurs Ri : nous avons donc une matrice de corrélation
dont les coeﬃcients sont très diﬀérents de zéro en dehors de la diagonale. Aﬁn de simpliﬁer
au maximum la description des observations, nous approximons le proﬁl du mouvement
d’ensemble local à la Watkins et al. par deux extrema : un minimum à 16 h−1 Mpc et
un maximum à 53 h−1 Mpc.
7. Le moment d’ordre un d’une Maxwellienne s’écrit µ = 2σR
p
2/π et son moment d’ordre deux vaut
σ = σR
p
(3π − 8)/π.
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Ainsi, toujours en supposant que les structures actuelles résultent de la croissance et
de la ﬂuctuation d’un champ initialement gaussien, toutes les informations statistiques
des champs de vitesse sont contenues dans le spectre de puissance. Cela implique en
particulier que la densité de probabilité d’un ensemble de vecteur ~V = (~v1, ~v2, ..., ~vN ) est
une gaussienne multi-variée à moyenne nulle dont la matrice de covariance est donnée
par :
〈 ~vk,Ri · ~vk′,Ri 〉 = δk,k
′
σ2i ,
〈 ~vk,Ri · ~vk′,Rj 〉 = δk,k
′
γi,jσiσj ,
avec δk,k
′
le symbole de Kronecker.
Cette matrice de corrélation peut être quantiﬁée grâce aux fonctions de lissage représen-
tant nos intervalles d’intégration du spectre de puissance des champs de vitesse dans un
espace à trois dimensions. Ainsi, en utilisant la caractéristique démontrée à la section
4.5.1 − à savoir que les composantes du mouvement d’ensemble local sont des variables
gaussiennes indépendantes − nous pouvons calculer les composantes de la matrice de
corrélation des champs de vitesse à diﬀérentes échelles. La variance σi du champ de
vitesse du Groupe Local calculée à travers un relevé sphérique de profondeur Ri s’écrit :
σ2i =
1
6π2
∫ ∞
0
k3Pv(k)Wˆ (kRi)
2dk
k
. (4.24)
avec Wˆ (x) Top-Hat dans l’espace de Fourier déjà introduit précédemment. Nous déﬁnis-
sons également les coeﬃcients de corrélation γi,j entre la k-ième composante des vecteurs
vitesses ~vi et ~vj pour des sphères de rayons Ri et Rj incluses l’une dans l’autre :
γi,j =
1
6π2σiσj
∫ ∞
0
k3Pv(k)Wˆ (kRi)Wˆ (kRj)
dk
k
. (4.25)
Comme nous l’avons montré précédemment, nous pouvons décorréler les trois compo-
santes des vecteurs vitesses ~vi et ~vj : chaque composante suivant rigoureusement une loi
gaussienne, nous pouvons négliger les corrélations entre composantes, contrairement à la
corrélation entre échelles. Aﬁn de vériﬁer cette hypothèse d’indépendance entre les com-
posantes des moments d’ordre deux des champs de vitesse, nous calculons l’histogramme
de la distribution des ﬂots moyens sur les 20000 centres identiﬁés dans la simulation
DEUSS 648 h−1 Mpc suivant les coordonnées x, y et z à deux échelles diﬀérentes. La
ﬁgure 4.16 nous montre les densités de probabilité associées aux « bulk ﬂow » suivant la
direction y (choisie arbitrairement) dans des sphères de 20 h−1 Mpc de rayon en rouge et
85 h−1 Mpc en bleu. Chaque composante prise indépendemment reste donc gaussienne,
de moyenne nulle avec un écart-type compatible avec les prédictions linéaires. En accord
avec la section 4.5.1, la densité de probabilité de la norme du « bulk ﬂow » prise à deux
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Figure 4.16: Densité de probabilité du « bulk flow » à deux rayons différents suivant
la coordonnée y : en rouge, l’histogramme du mouvement d’ensemble local calculé dans
une sphère de 20 h−1 Mpc ; en bleu, l’histogramme du « bulk flow » calculé dans la même
sphère avec un rayon de 85 h−1 Mpc. Les deux distributions, prises indépendamment,
restent gaussiennes avec un écart-type compatible avec les prédictions linéaires.
échelles diﬀérentes suit encore une distribution de Maxwell-Boltzmann.
Les ﬁgures 4.14 et 4.16 nous montrent donc que l’hypothèse d’indépendance entre com-
posantes à tous rayons est vériﬁée, ce qui nous permet d’écrire pour un proﬁl de « bulk
ﬂow » ~V = (~v1, ~v2, ..., ~vi, ~vj , ..., ~vN ) dans une cosmologie C donnée :
P (~V | C) =
3∏
k=1
P (Vk | C) (4.26)
Il est alors possible d’écrire la probabilité d’avoir un mouvement d’ensemble local ~V =
(~vi, ~vj) dans une collection de sphères emboîtées de rayon Ri et Rj . Nous utilisons des
variables réduites Uk,i = Vk,i/σi pour simpliﬁer le calcul :
P (Vk | C) = 1
(2π)N/2
√
|C|
∏
i
(
1
σi
)
exp
(
−1
2
U †kC
−1Uk
)
, (4.27)
avec C la matrice de covariance réduite déﬁnie par :
Ci,j =
{
1 si i = j
γi,j si i 6= j
(4.28)
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La matrice de covariance C étant inversible (matrice symétrique à coeﬃcients réels), la
simpliﬁcation suivante intervient :
P (Vk | C) = |C
−1|1/2
(2π)N/2
∏
i
(
1
σi
)
exp
(
−1
2
U †kC
−1Uk
)
, (4.29)
En posant M = C−1, l’argument de l’exponentielle peut être développé :
U †kC
−1Uk =
∑
i,j
uk,jmi,juk,i
=
∑
i
mi,iu
2
k,i +
∑
i,j
i6=j
uk,juk,imi,j
Aﬁn d’obtenir l’expression de la norme du mouvement d’ensemble local, nous devons,
par analogie avec le cas à un seul vecteur, utiliser l’équation (4.26) pour rassembler les
trois composantes du moment dipolaire des champs de vitesse :
P (~V | C) = |C
−1|3/2
(2π)3N/2
∏
i
(
1
σi
)3
exp
(
−1
2
3∑
k=1
U †kC
−1Uk
)
. (4.30)
En faisant appel à la déﬁnition du produit scalaire, l’argument de l’exponentielle (4.30)
peut alors être drastiquement simpliﬁé :
3∑
k=1
U †kC
−1Uk =
3∑
k=1
∑
i
mi,iu
2
k,i +
3∑
k=1
∑
i,j
i6=j
uk,juk,imi,j
=
∑
i
mi,iU
2
i +
∑
i,j
i6=j
mi,j
(
3∑
k=1
uk,juk,i
)
=
∑
i
mi,iU
2
i +
∑
i,j
i6=j
mi,jUiUj cos(αij)
Dans la dernière expression, plusieurs termes sont présents : le premier terme correspond
au cas où toutes les sphères sont décorrélées, chaque variable aléatoire Ui pouvant alors
être considérée comme indépendante (retour au cas décrit partie 4.5.1) ; le second terme
est lié à la corrélation γi,j (contenue dans le terme mi,j) entre les sphères emboîtées
de rayons Ri et Rj . La mise en évidence de la norme Ui du « bulk ﬂow réduit » a été
obtenue en introduisant une fonction inconnue αij intervenant dans le produit scalaire
des vecteurs (~Ui, ~Uj). Cette fonction αij décrit l’angle relatif de deux vecteurs « bulk
ﬂow » (~Ui, ~Uj) estimés dans des sphères de rayons diﬀérents. Par analogie avec le cas
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4.5.1, la densité de probabilité associée à une collection de N vecteurs ~V s’écrit :
dP (~v1, ..., ~vi, ..., ~vN | C) = |C
−1|3/2
(2π)3N/2
∏
i
(
1
σi
)3
exp
(
−1
2
∑
i
mi,iU
2
i
)
× exp
−12∑
i,j
i6=j
mi,jUiUj cos(αij)
d~v1...d~vi...d~vN
(4.31)
Chaque vecteur appartenant au proﬁl de « bulk ﬂow » ~V peut être décomposé sur des
coordonnées sphériques et réécrit en termes de variables réduites ~U :
dP (v1, ..., vi, ..., vN | C) = |C
−1|3/2
(2π)3N/2
∏
i
(
1
σi
)3
exp
(
−1
2
∑
i
mi,iU
2
i
)
× exp
−12∑
i,j
i6=j
mi,jUiUj cos(αij)
×∏
i
σ3i sin(θi)U
2
i dUidθidφi
(4.32)
Le but est à présent de marginaliser sur les variables angulaires. Cependant, ayant in-
troduit un angle αij liant la direction du vecteur ~vi avec celle du vecteur ~vj , nous ne
pouvons procéder comme dans le cas à un vecteur, les diﬀérentes variables φi, θj étant
dépendantes. Quelques manipulations en coordonnées sphériques permettent d’exprimer
les angles inconnus αij en fonction des angles φi et θi :
cosαij = sin θi sin θj (cosφi cosφj + sinφi sinφj) + cos θi cos θj . (4.33)
Cette relation est cruciale pour l’obtention de la densité de probabilité à N points. Com-
mençons tout d’abord par décrire l’obtention de la densité de probabilité à deux points
aﬁn de quantiﬁer la probabilité d’obtenir une observation telle que celle spéciﬁée par les
mesures de Watkins et al.
Dans ce cas, nous cherchons à quantiﬁer les corrélations entre seulement deux vecteurs
« bulk ﬂow » calculés dans deux sphères emboîtées de rayons diﬀérents. La relation (4.33)
spéciﬁe le seul angle − à savoir α12 − sur lequel va porter l’intégration. Théoriquement,
les angles θ1, θ2, φ1 et φ2 peuvent être quelconques à condition de satisfaire à l’équation
(4.33). En pratique, le système peut être grandement simpliﬁé en alignant l’axe z avec le
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vecteur ~v1. Ce choix de coordonnées simpliﬁe la relation entre α12 et les autres angles :
θ1 = 0 θ2 = α12
φ1 quelconque φ2 quelconque
L’intégration de l’équation (4.34) est aisée sur les variables φ1, φ2 et θ1 :
P (v1, v2| C) = 2× (2π)2 |C
−1|3/2
(2π)3
exp
(
−1
2
(
m1,1U
2
1 +m2,2U
2
2
))
×
∫ π
0
exp (−m1,2U1U2 cos θ2)× sin(θ2)dθ2U22U21
(4.34)
La dernière intégration fait apparaître un sinus hyperbolique lors de la marginalisation
sur la variable θ2 :
P (v1, v2| C) = 2× (2π)2 |C
−1|3/2
(2π)3
exp
(
−1
2
(
m1,1U
2
1 +m2,2U
2
2
))
× 2sinh (m1,2U1U2)
m1,2U1U2
U22U
2
1
(4.35)
Le calcul du déterminant de M = C−1 permet d’exprimer le paramètre m1,2 à l’aide de
la variable γ1,2
|C−1| = |M | =
∣∣∣∣∣∣
−1
γ21,2−1
γ1,2
γ21,2−1
γ1,2
γ21,2−1
−1
γ21,2−1
∣∣∣∣∣∣ = 11− γ21,2 , (4.36)
impliquant m1,2 =
γ1,2
γ21,2−1
. Cela amène donc la densité de probabilité à deux points pour
la variable réduite ~Ui = ~Vi/σi :
P (v1, v2| C) = 2
π
1
γ1,2
1√
1− γ21,2
U1U2 exp
(
− U
2
1 + U
2
2
2(1− γ21,2)
)
sinh
(
γ1,2U1U2
1− γ21,2
)
. (4.37)
Cette densité de probabilité, en accord avec les résultats préalables décrits dans [93, 94],
demande à être détaillée. Tout d’abord, cette densité est déﬁnie positive malgré l’appa-
rition de la fonction sinus hyperbolique. En eﬀet, la norme des vecteurs « bulk ﬂow »
(U1, U2) est positive et le facteur de corrélation γ1,2 est compris entre zéro et un. De plus,
cette fonction de probabilité est bien normalisée à l’unité.
Aﬁn de valider entièrement ce résultat, la limite de deux variables aléatoires indépen-
dantes est à déterminer : dans ce cas, le produit des densités de probabilité déterminées
par l’équation (4.23) nous donne la densité de probabilité totale. Cette limite est atteinte
lorsque l’on considère les « bulk ﬂow » de deux sphères emboîtées dont les rayons sont
très diﬀérents (∼ 100 h−1 Mpc de diﬀérence). Dans ce cas, le paramètre γ1,2 tend vers 0
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ce qui, à première vue, semble problématique. Cependant, un développement de Taylor
du terme en sinus hyperbolique permet d’eﬀacer le terme divergent en 1/γ1,2. Un calcul
rapide nous amène exactement à l’expression de la densité de probabilité maxwellienne
de l’équation (4.23).
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Figure 4.17: Densité de probabilité associée à la probabilité d’avoir un flot moyen
v16 à 16 h−1 Mpc ET un fot moyen v53 à 53 h−1 Mpc. La zone en verte représente
l’intervalle d’intégration correspondant aux observations. En médaillon, la même densité
de probabilité vue d’au-dessus. La zone correspondant aux observations est très en
dehors des régions de probabilité maximale.
La densité de probabilité obtenue est représentée sur la ﬁgure 4.17 en cosmologie ΛCDM
dans la simulation DEUSS de taille caractéristique 648 h−1 Mpc. La couleur représente la
valeur suivant z : plus la valeur de la densité de probabilité est élevée, plus la couleur tend
vers le rouge. En médaillon est représentée la densité de probabilité vue par au-dessus.
Finalement, le parallélépipède vert représente l’intervalle d’intégration à deux dimensions
sur lequel il faut intégrer aﬁn de calculer la probabilité d’obtenir une courbe telle que celle
observée par Watkins et al. réduite à ses deux points à 16 h−1 Mpc et à 53 h−1 Mpc. À
faibles mouvements d’ensemble local, la pente de la courbe est déterminée par le facteur
du sinus hyperbolique et le produit U1U2. À grands « bulk ﬂow », la gaussienne est
en compétition avec le sinus hyperbolique : ces deux contributions amènent la longue
traîne de cette distribution. Finalement, l’étalement de la densité de probabilité est
gouverné par la valeur du facteur de corrélation γ1,2. Plus les « bulk ﬂow » (exprimés en
variables réduites U1 et U2) seront mesurés à des distances éloignées, plus la densité de
probabilité à deux dimensions sera étalée suivant les directions U1 et U2, la corrélation
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entre variables étant plus faible. La position de l’intervalle d’intégration (en vert) indique
que la probabilité d’observer un ﬂot moyen minimum à 16 h−1 Mpc suivi d’un maximum
à 53 h−1 Mpc est faible.
Aﬁn de comparer à la probabilité numérique de 1.24% mesurée par une méthode de
maximum de vraisemblance sur l’ensemble du proﬁl de ﬂot moyen à la Watkins et al., il
convient d’intégrer la densité de probabilité à deux points prédite ci-dessus sur l’intervalle
de « bulk ﬂow » déﬁni par les mesures de Watkins et al. [51] aux points 16 h−1 Mpc et
53 h−1 Mpc. Une telle intégration nous donne une probabilité théorique de 1.58%, proche
de la probabilité numérique de 1.24% en ΛCDM. La diﬀérence entre ces deux probabilités
provient de notre approximation consistant à modéliser le proﬁl complet de ﬂot moyen
à la Watkins et al. par un point bas et un maximum à deux échelles. Il est donc normal
qu’en ajoutant quelques points supplémentaires, la probabilité obtenue à partir d’une
méthode de χ2 soit plus faible que la probabilité prédite à partir de deux points.
La cosmologie intervient au sein de la prédiction linéaire, les observations étant suppo-
sées immuables, quel que soit le modèle cosmologique. Les valeurs des paramètres σi, σj
et γi,j vont alors être modiﬁées en conséquence. En calculant les probabilités associées
aux autres cosmologies des simulations DEUSS, nous obtenons le tableau 4.1. En accord
avec les résultats discutés pour le modèle de concordance ΛCDM, les probabilités théo-
riques sont en bon accord avec la mesure issue de la simulation. On observe toujours la
surestimation liée à la prise en compte de deux points uniquement pour caractériser le
proﬁl de ﬂow moyen. La déﬁnition de catalogue numérique à 99% de niveau de conﬁance
montre également une surestimation du calcul à deux points par rapport à un calcul de
χ2. Cependant, la prise en compte de nombreux environnements diﬀérents dans ces nou-
veaux catalogues amène un bien meilleur accord entre le calcul théorique à deux points
et les catalogues déﬁnis à 99 %.
Probabilité Numérique à 95 % Numérique à 99 % Théorique
ΛCDM 1.24% 1.56% 1.58%
SUCDM 0.90% 1.17% 1.27%
RPCDM 0.69% 0.82% 0.95%
Table 4.1: Probabilité à deux points calculée sur les deux extrema du profil de « bulk
flow » à la Watkins et al. comparée à la probabilité numérique issue de la mesure des
simulations DEUSS. L’accord entre la prédiction théorique et les mesures numériques
est bon quelle que soit la cosmologie (ΛCDM, SUCDM ou RPCDM). Cet accord à
20% entre la prédiction issue des calculs linéaires et les mesures numériques permet
d’expliquer les observations en termes d’événements rares.
Ce tableau montre que l’observation d’un proﬁl de « bulk ﬂow » à la Watkins et al. peut
être expliquée de manière statistique dans le cadre du modèle linéaire. En eﬀet, il montre
que, dans la théorie linéaire, la probabilité de vivre dans un environnement produisant
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un tel mouvement d’ensemble local est compatible avec les mesures numériques. Cela
signiﬁe que nous pouvons assimiler les observations de Watkins et al. à une réalisation
d’un événement rare : l’environnement qui nous entoure et crée le ﬂot cosmique moyen
que nous observons est rare. Toutefois, n’ayant pas accès à la statistique du ﬂot moyen
au sein des observations, cela ne permet pas une discussion sur l’origine cosmologique du
mouvement d’ensemble local.
4.5.3 Retrouver la cosmologie : probabilité à trois points
Dans la section précédente, la cosmologie a joué un rôle au travers de la probabilité
d’observer un mouvement d’ensemble local de type Watkins et Feldman. Cependant,
observationnellement, nous n’observons qu’une réalisation de proﬁl de « bulk ﬂow ». Nous
ne sommes donc pas en mesure de favoriser un modèle cosmologique par rapport à un
autre à partir d’une probabilité calculée sur deux points.
L’information cosmologique peut être retrouvée en ajoutant un troisième point aﬁn de
calculer la probabilité d’observer un « bulk ﬂow » à une échelle R1 ET un ﬂot moyen à une
distance R2 ET un mouvement d’ensemble à un grand rayon R3. Comme précédemment,
aﬁn de ﬁxer les échelles R1 et R2, nous allons nous appuyer sur les points observationnels
type Watkins et al. Ces distances correspondront donc à des observations bien déﬁnies
issues du catalogue COMPOSITE [51]. Ce catalogue étant limité à ∼ 50 h−1 Mpc, la
distance R3 ne peut être ﬁxée de manière univoque à partir de ce catalogue : elle reste
donc libre au-delà de cette échelle. La question est donc de ﬁxer astucieusement R3 de
manière à réintroduire une notion de cosmologie.
Dans les modèles hiérarchiques CDM, homogène et isotrope, le « bulk ﬂow » doit conver-
ger vers la prédiction linéaire à grandes échelles. Cette convergence peut être également
interprétée en termes de retour au dipôle du CMB. Cela signiﬁe qu’il existe une échelle
R au-delà de laquelle le mouvement d’ensemble local est conforme au ﬂot moyen pré-
dit via le spectre de puissance des champs de vitesse. Cette distance de reconvergence
dépend de l’échelle au-delà de laquelle l’Univers peut être considéré comme homogène,
elle-même liée au taux de structuration dans l’Univers. Par exemple, les modèles cosmo-
logiques de type quintessence présentant un taux de structuration moins rapide que le
modèle standard ΛCDM, des diﬀérences liées à la cosmologie doivent apparaître dans la
distance de reconvergence : la reconvergence doit être plus rapide dans les modèles de
quintessence, l’Univers y étant moins structuré. Cette échelle de reconvergence doit être
discriminante entre les modèles d’Énergie Noire et peut, dans le cadre de futurs projets
de relevés profonds de distances, fournir une nouvelle observable pour la cosmologie.
Le choix de la distance R3 se porte donc sur cette échelle de reconvergence, dépendante
de la cosmologie.
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Cependant, auparavant, il convient de prédire de manière analytique la densité de proba-
bilité à trois points P (v1, v2, v3). La diﬃculté inhérente à la section précédente provenait
de l’existence de corrélation entre les diﬀérentes composantes. Les problèmes associés
au calcul de la densité de probabilité à trois points (voir équation (4.34)) sont de deux
ordres : corrélations fortes entre trois composantes à rayons diﬀérents et marginalisation
simultanée sur trois angles α12, α13 et α23.
Aﬁn d’obtenir l’expression analytique de cette probabilité, nous reconsidérons les équa-
tions (4.33−4.34). Comme dans la section précédente, pour simpliﬁer les calculs, nous
devons choisir le système de coordonnées permettant d’annuler le plus de termes dans
l’équation (4.33). Contrairement au calcul de la densité de probabilité à deux points,
plusieurs choix, schématisés sur la ﬁgure 4.18, pour la valeur des angles sont possibles.
Notons que les angles entre les diﬀérents ﬂots moyens ont été exagérés pour des raisons
de lisibilité : comme l’ont montré divers auteurs [52, 77], les angles φi sont bien plus
petits que ceux représentés sur la ﬁgure 4.18. Cette liberté de choix dans le système de
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Figure 4.18: Permutations circulaires autorisées par la liberté du choix de système
de coordonnées : la probabilité à trois points sera obtenue en moyennant sur les trois
configurations possibles. Les trois degrés de liberté sont représentés par les trois angles
non nuls.
coordonnées nous indique que le calcul peut se faire dans un système de coordonnées
arbitraire (celui à gauche par exemple). Il faudra, en ﬁn de calculs, faire intervenir les
permutations circulaires sur les trois vecteurs « bulk ﬂow » (U1, U2, U2) pour obtenir la
densité de probabilité ﬁnale normalisée.
Le choix de coordonnées θ1 = φ3 = 0 permet de simpliﬁer l’équation (4.33) :
cosα12 = cos θ2
cosα13 = cos θ3
cosα23 = sin θ2 sin θ3 cosφ2 + cos θ2 cos θ3
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Cette dernière équation lie explicitement les variables α23, α12 et α13. Cela signiﬁe que les
trois variables sur lesquelles nous allons intégrer pour obtenir la fonction de distribution
ne seront pas séparables. Aﬁn de retrouver des variables séparables, nous allons supposer
que les angles φ2 et∆ = θ2−θ3 sont petits. Avec ces hypothèses et quelques manipulations
trigonométriques, nous pouvons réécrire la dernière équation comme une égalité entre α23
et φ2.
En intégrant sur les trois variables indépendantes φ1, φ3 et θ1, la densité de probabilité
à trois points prend la forme suivante :
P (v1, v2, v3| C) = 2× (2π)2 |C
−1|3/2
(2π)9/2
U21U
2
2U
2
3
× exp
(
−1
2
(
m1,1U
2
1 +m2,2U
2
2 +m3,3U
2
3
))
×
∫ π
0
exp (−m1,2U1U2 cos θ2)× sin θ2dθ2
×
∫ π
0
exp (−m1,3U1U3 cos θ3)× sin θ3dθ3
×
∫ 2π
0
exp (−m2,3U2U3 cosφ2)× dφ2
(4.38)
L’hypothèse de séparabilité sur les variables θ2, θ3 et φ2 est valide uniquement pour des
valeurs de ﬂot moyen proches de la prédiction linéaire (jusqu’à ∼ 3 fois la prédiction
linéaire), où les comportements des « bulk ﬂow » ne sont pas extrêmes. En particulier,
cela implique que pour des valeurs hautement improbables du « bulk ﬂow », la fonction
de distribution déterminée sera largement surestimée. Cette surestimation se comprend
lorsque l’on considère les valeurs improbables du « bulk ﬂow » : dans ce cas, les direc-
tions du vecteur ﬂot moyen sont également improbables, ce qui explique que l’approxi-
mation des petits angles n’est pas correcte. L’intégration des trois termes présents dans
l’équation (4.38) amène :
P (v1, v2, v3| C) = 2
√
2
π3/2m1,2m1,3
U2U3|C−1 |3/2 exp
(
−1
2
(
m1,1U
2
1 +m2,2U
2
2 +m3,3U
2
3
))
× sinh(U1U2m1,2) sinh(U1U3m1,3)× I0(U2U3m2,3) + perm. circ.
(4.39)
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avec I0 la fonction de Bessel modiﬁée du premier ordre. L’expression des diverses com-
posantes de la matrice de corrélation C−1 se complexiﬁe également :
C−1 =M =
1
∆

−1 + γ223 γ1,2 − γ1,3γ2,3 γ1,2γ2,3 − γ1,3
γ1,2 − γ1,3γ2,3 −1 + γ213 −γ2,3 + γ1,3γ1,2
γ1,2γ2,3 − γ1,3 −γ2,3 + γ1,3γ1,2 −1 + γ212
 , (4.40)
dans laquelle nous avons introduit :
∆ = −2γ1,3γ1,2γ2,3 + γ21,3 + γ21,2 − 1 + γ22,3 .
Le déterminant de la matrice C−1 étant positif, la densité de probabilité trouvée précé-
demment est correctement déﬁnie. Les facteurs contenus dans la gaussienne sont égale-
ment positifs ce qui amène à une atténuation de la densité de probabilité pour les grandes
valeurs des variables renormalisées. Il est possible d’intégrer numériquement cette densité
de probabilité aﬁn de montrer que la probabilité totale est bien égale à l’unité.
La densité de probabilité tridimensionnelle obtenue pour une distance de reconvergence
R3 = 120 h−1 Mpc est schématisée ﬁgure 4.19. La couleur représente la valeur de la
densité de probabilité. En abscisse et en ordonnée sont représentées les mouvements d’en-
semble locaux renormalisés à 16 h−1 Mpc et 53 h−1 Mpc. Les courbes de plus en plus
transparentes représentent le mouvement d’ensemble local renormalisé à 120 h−1 Mpc.
La surestimation de la probabilité associée aux valeurs improbables de v3 est déjà visible
à U3 = 1.5 sur la ﬁgure 4.19 : la chute selon la troisième dimension, indiquée en trans-
parence, devrait être plus abrupte. Quelques résultats phénoménologiques peuvent être
déduits de cette ﬁgure. Par exemple, une observation présentant des vitesses très faibles
à 16 et 53 h−1 Mpc présentera un mouvement d’ensemble plus faible à 120 h−1 Mpc que
la prédiction linéaire à la même échelle : nous aurons dans ce cas un proﬁl de « bulk
ﬂow » plat avec une valeur très faible tendant lentement vers la prédiction linéaire (voir
ﬁgure 4.20 à gauche) car Vbulk(120h−1 Mpc)/σ(120h−1 Mpc)∼ 0.5. À l’inverse, des ob-
servations présentant des ﬂots moyens importants à 16 et 53 h−1 Mpc auront tendance
à privilégier un ﬂot moyen supérieur au linéaire à 120 h−1 Mpc (voir la ﬁgure 4.20 au
milieu) car, dans ce cas, Vbulk(120h−1 Mpc)/σ(120h−1 Mpc)∼ 1.5. Finalement, les « bulk
ﬂow » suivant le linéaire à 16 et 53 h−1 Mpc auront une probabilité forte de la suivre
encore à 120 h−1 Mpc comme le montre la courbe à droite de la ﬁgure 4.20. En eﬀet,
dans ce dernier cas, nous avons bien Vbulk(120h
−1Mpc)
σ(120h−1Mpc)
∼ Vbulk(53h−1Mpc)
σ(53h−1Mpc)
∼ Vbulk(16h−1Mpc)
σ(16h−1Mpc)
.
L’intégration de cette densité de probabilité va nous permettre de déﬁnir une probabilité
d’observer les ﬂots moyens à la Watkins et al. à 16 h−1 Mpc ET à 53 h−1 Mpc ET de
Chapitre 4. Champs de vitesse en cosmologie 104
Vbulk(16h
−1Mpc)
σ(16h−1Mpc)
Vbulk(53h
−1Mpc)
σ(53h−1Mpc)
Vbulk(120h
−1Mpc)
σ(120h−1Mpc)
!"#$
!"$
#"$
%
%"$
#
&
'(
)
*
)
+,
+-
.
/0
1
2
3+
-.
/4
5
2
67
(
2
Figure 4.19: Densité de probabilité (4.39) d’avoir trois flots moyens à des rayons de
16 −1 Mpc, 53 −1 Mpc et 120 −1 Mpc. La troisième dimension est donnée par la su-
perposition de courbes en transparence. L’axe vertical, correspondant à la couleur des
courbes, indique la valeur normalisée de la densité de probabilité. On note une suresti-
mation de la densité de probabilité pour les événements extrêmes liée à l’approximation
des petits angles.
reconverger vers le linéaire à une échelle R3 à une erreur de mesure près. La reconver-
gence vers le linéaire doit mettre en évidence l’inﬂuence de la cosmologie. Pour extraire
cette échelle de convergence, nous n’allons donc pas utiliser directement la probabilité
ci-dessus, mais calculer le rapport de cette probabilité à la probabilité à deux points
déterminée dans la section précédente : ce rapport de probabilité va nous renseigner sur
la probabilité qu’un proﬁl de « bulk ﬂow », ayant une valeur U1 à 16 h−1 Mpc et une
valeur U2 à 53 h−1 Mpc, ait une valeur U3 compatible à 20% avec la prédiction linéaire
à une échelle R3. Pour démontrer cela, appliquons le théorème de Bayes :
P (v1, v2, v3) = P (v2, v3|v1)P (v1)
= P (v3| v1, v2)P (v2|v1)P (v1)
P (v1, v2, v3) = P (v3| v1, v2)P (v1, v2)
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Figure 4.20: Profils extrêmes de flot moyen dont le comportement à 120 h−1 Mpc peut
être prévu à partir des mesures à 16 et 53 h−1 Mpc grâce à la densité de probabilité à
trois points (4.39). À gauche, un profil de « bulk flow » très faible convergeant lentement
vers le linéaire. Au milieu, un profil de « bulk flow » élevé convergeant plus rapidement
vers le linéaire. À droite, un profil linéaire qui, selon la densité de probabilité, ne peut
que rester proche de la prédiction linéaire à 120 h−1 Mpc.
La probabilité de reconvergence à une échelle donnée connaissant le « bulk ﬂow » à deux
échelles diﬀérentes est donc régie par :
P (v3|v1, v2) = P (v1, v2, v3)
P (v1, v2)
. (4.41)
Cette probabilité de reconvergence théorique, représentée en traits pleins sur la ﬁgure 4.21
pour deux cosmologies diﬀérentes, présente un maximum à une échelle précise. Ce pic
indique l’échelle à laquelle la probabilité de reconvergence à la théorie linéaire est maxi-
mum. Les modèles à faible structuration tel le modèle RPCDM, en bleu, présentent un
maximum vers 105 h−1 Mpc alors que le modèle ΛCDM, à structuration plus importante,
a un maximum de reconvergence à la théorie linéaire vers 120 h−1 Mpc. Cela implique
que l’intensité de la structuration joue un rôle sur la vitesse de reconvergence à la théorie
linéaire.
En tirets, les mesures numériques issues des catalogues réalistes construits au sein des
simulations cosmologiques DEUSS sont comparées aux prédictions théoriques. La ﬁgure
4.21 nous montre un bon accord entre ces deux mesures. En particulier, la position des
maxima est distinguable entre les deux cosmologies représentées ici. Nous observons ce-
pendant des ﬂuctuations associées au caractère diﬀérentiel de cette quantité.
Une quantité mesurant mieux la convergence en lissant ces ﬂuctuations est l’intégrale de
cette probabilité de reconvergence P :
Q(v3|v1, v2) =
∫ v3
0
P (v1, v2, v)
P (v1, v2)
dv . (4.42)
La ﬁgure 4.22 nous indique, en traits pleins, dans les trois cosmologies étudiées dans
le cadre des simulations DEUSS, cette probabilité théorique de reconvergence (4.42) à
une échelle R3 sachant que le proﬁl de ﬂot moyen passe par les extrema des points à la
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Figure 4.21: Probabilité de reconvergence différentielle à l’échelle R en fonction de la
cosmologie sachant que l’on a des extrema à 16 h−1 Mpc et 53 h−1 Mpc, calculée à l’aide
des densités de probabilité à deux et trois points en trait plein. En tirets sont indiquées
les mesures effectuées sur les catalogues réalistes construits dans la simulation à partir
du profil à la Watkins et al. Le modèle de quintessence RPCDM, moins structuré,
converge plus rapidement vers la prédiction linéaire alors que le modèle ΛCDM, plus
structuré, a une convergence plus lente : cette vitesse de reconvergence est une sonde
cosmologique.
Watkins et al. L’échelle de reconvergence R3, allant de 80 à 120 h−1 Mpc est indiquée
en abscisse. La probabilité d’avoir reconvergé vers le linéaire est représentée en ordon-
née : on observe qu’après avoir connu un maximum à 53 h−1 Mpc et un minimum à
16 h−1 Mpc, la probabilité que le ﬂot moyen ait reconvergé à 80 h−1 Mpc est très faible
dans les trois cosmologies (de 8 à 18 %). Plus l’échelle de reconvergence s’éloigne, plus
la probabilité d’avoir reconvergé est importante. À 120 h−1 Mpc, cette probabilité est
de 41 % en ΛCDM, de 47% en SUCDM et de 56% en RPCDM. Les mesures eﬀectuées
directement sur les catalogues réalistes, indiquées en tirets, montrent un accord satis-
faisant avec les prédictions théoriques (∼ 10 − 20%), ce qui valide complètement notre
approche statistique.
La distinction entre ces modèles est donc possible : une reconvergence rapide du « bulk
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Figure 4.22: Probabilité de reconvergence intégrée à l’échelle R en fonction de la
cosmologie sachant que l’on a des extrema à 16 h−1 Mpc et 53 h−1 Mpc, calculée à
l’aide des densités de probabilité à deux et trois points en traits pleins. En tirets sont
indiquées les mesures effectuées sur les catalogues réalistes construits dans la simulation
à partir du profil à la Watkins et al. Les modèles de quintessence, moins structurés,
convergent plus rapidement vers la prédiction linéaire alors que le modèle ΛCDM, plus
structuré, a une convergence plus lente : cette vitesse de reconvergence est liée à la
cosmologie.
ﬂow » à la prédiction linéaire favorise les modèles de type quintessence alors qu’une re-
convergence lente est en faveur de modèles fortement structurés tel ΛCDM. Par exemple,
si un catalogue issu d’une future observation ne montre pas de reconvergence du moment
dipolaire des champs de vitesse à 120 h−1 Mpc à la prédiction linéaire, alors les modèles
de quintessence seront mis en défaut, la probabilité de reconvergence de ceux-ci étant
très forte à une telle échelle. Notons que la probabilité de reconvergence dans le cadre
du modèle ΛCDM est comprise entre 1 et 2σ, en accord avec la mesure de Lavaux et al.
[52] réalisée sur les diﬀérentes composantes du ﬂot moyen à une échelle de 100 h−1 Mpc.
La conclusion est donc que l’échelle de reconvergence à la prédiction linéaire est un
indicateur de la cosmologie, au même titre que la prédiction du « bulk ﬂow » elle-même.
La suite de ce travail consiste à lier ce taux de reconvergence à la prédiction linéaire aux
propriétés du champ de densité, et particulièrement à la structuration dans un modèle
cosmologique donné. Ce lien peut être fait à partir de l’écart-type des ﬂuctuations de
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densité σR dans une sphère de rayon R ou, ce qui est plus intuitif, avec la diﬀérentielle de
cet écart-type, quantité associée à la vitesse de structuration. Cependant, une telle étude
demande une caractérisation très ﬁne qui pourra faire l’objet d’un projet en dehors de
ce travail de thèse.
En partant de considérations statistiques liées à l’observation récente d’un champ de vi-
tesse anormalement élevé à une distance intermédiaire, ce chapitre a permis de souligner
le caractère statistiquement rare, dans un champ gaussien, d’un « bulk ﬂow » important.
En considérant la probabilité de reconvergence à la théorie linéaire, cela a également
permis de mettre en évidence une nouvelle sonde de la cosmologie : la distance de re-
convergence à la théorie linéaire du ﬂot cosmique à grandes échelles après un maximum
aux échelles intermédiaires est ainsi caractéristique d’un modèle d’Énergie Noire donnée.
Cette observable introduite sur des considérations probabilistes, a été confrontée aux
simulations numériques avec succès, démontrant indéniablement la dépendance cosmo-
logique de cette variable. Des relevés profonds du ciel, avec une précision suﬃsante sur
les échelles de l’ordre de 200 h−1 Mpc, permettront d’apporter des indications fortes sur
la nature de l’Énergie Noire en indiquant une reconvergence (ou non) vers la théorie
linéaire.
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La problématique associée au ﬂot cosmique anormalement élevé à des échelles intermé-
diaires est triple. Le chapitre précédent a permis de comprendre ce que signiﬁait une
mouvement d’ensemble local important à 53 h−1 Mpc en faisant appel à l’outil statis-
tique : une telle observation correspond à la réalisation d’un événement rare en accord
avec la théorie linéaire. Ce chapitre nous permet d’abord les deux autres questions soule-
vés par ces ﬂots cosmiques anormalement élevés. Tout d’abord, que nous dit l’amplitude
anormal du « bulk ﬂow » à 53 h−1 Mpc, mesuré en un point donné, sur la distribution
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environnante de matière ? En d’autres termes, le « bulk ﬂow » étant une quantité vecto-
rielle, son amplitude à une échelle donnée renseigne sur d’autres échelles que le champ de
densité. Finalement, pourquoi un tel proﬁl de champ de vitesse apparait-il en un point
donné ? Formulé diﬀéremment, quel est le lien entre la distribution des observateurs me-
surant un champ anormalement élevé et celle du champ de densité ? L’originalité de
cette approche est donc d’étudier conjointement les champs de vitesse et de densité pour
répondre à cette problématique.
5.1 Effets environnementaux et champs de vitesse
Grâce à un calcul de la densité de probabilité à deux points mené Chapitre 4, nous avons
démontré qu’un proﬁl de ﬂot moyen avec un minimum à 20 h−1 Mpc et un maximum à
50 h−1 Mpc, peut être interprété en terme d’événements rares dans le cadre de la théorie
linéaire. En supposant que nous vivons dans un tel environnement statistiquement rare,
la question est donc de comprendre ce qu’un tel excès nous révèle sur la distribution de
matière environnante.
Dans ce chapitre, en nous appuyant sur les catalogues réaliste et linéaire construits au
sein des simulations DEUSS, nous allons démontrer que les extrema observés grâce aux
mesures de Feldman et Watkins peuvent être expliqués par des eﬀets environnementaux
dans le cadre d’un environnement statistiquement rare. Nous montrerons en particulier
que l’inﬂuence d’un arrangement global du champ de densité est à l’origine de l’excès de
« bulk ﬂow » à 53 h−1 Mpc. Aﬁn de comprendre le comportement anormal des champs
de vitesse, nous adoptons donc une stratégie originale consistant à caractériser le champ
de densité : cela permettra également d’obtenir une prédiction sur la distribution de la
matière vériﬁable dans les futurs relevés profonds de galaxie.
5.1.1 Approche qualitative des effets d’environnement
Supposons donc que nous vivons dans un environnement dont le proﬁl de « bulk ﬂow »
est semblable à celui du catalogue réaliste construit dans les simulations DEUSS pour un
modèle cosmologique donné (par simplicité, nous choisissons le modèle standard ΛCDM).
Nous avons vu (cf. section 4.5) qu’un tel environnement, en théorie linéaire, existe avec
une probabilité faible. Le but est donc ici d’introduire une description statistique des
caractéristiques de l’environnement ayant généré ce mouvement d’ensemble local aﬁn
de comprendre son origine dynamique. Intuitivement, le ﬂot moyen est créé par une
distribution en masse particulière : halos tels les amas de Persée-Poisson ou de Coma,
structures cosmiques comme le Grand Mur, alignement de structures etc. Ainsi, il est
raisonnable de penser que la source de ce mouvement d’ensemble provient du champ de
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densité de matière noire sous-jacent. Caractériser le champ de densité permettrait, en
théorie, de caractériser le moment dipolaire des champs de vitesse.
La méthode statistique standard introduite au Chapitre 4 pour caractériser le champ
de densité dans une sphère de rayon R à un redshift z est le calcul de l’écart-type
des ﬂuctuations du champ de densité σ(R, z). Cependant, la ﬁgure 4.10 nous montre
que la loi d’évolution de la structuration en fonction de l’échelle σ(R, z) est la même
que l’on considère le catalogue réaliste ou linéaire : il n’existe aucune diﬀérence entre les
environnements présentant un ﬂot cosmique moyen linéaire et ceux ayant un « bulk ﬂow »
anormalement élevé. Dès lors, nous ne pouvons nous reposer seulement sur le calcul du
σ(R, z) aﬁn d’exhiber une caractéristique statistique commune à tous les environnements
du catalogue réaliste : il convient de déterminer une quantité physique intégrant une
notion supplémentaire.
Cette quantité peut dériver de l’existence d’une notion de directionnalité pour les vi-
tesses, diﬀérence fondamentale entre le champ de densité et les champs de vitesse. Cette
remarque nous apporte un moyen de comparer statistiquement les champs de vitesse et
le champ de densité dans une bulle : la méthode la plus simple permettant de déﬁnir une
direction à partir du champ de densité consiste à calculer le centre de masse d’une sphère
(ou d’une coquille) de rayon R. Le barycentre d’une telle boule s’écrit simplement, pour
un collection discrète de particules de même masse :
~xc.d.m. =
1
Npart,r<R
Npart,r<R∑
i=1
~xi (5.1)
avec Npart,r<R le nombre de particules dans la coquille ou la sphère de rayon R.
Le centre de masse nous fournit la direction de la sphère dans laquelle l’essentiel de la
masse intégrée est rassemblée. Sa norme nous indique la distance par rapport au centre
géométrique de la sphère, ce qui donne une information sur le niveau d’inhomogénéités
total dans la sphère. De manière similaire, le centre de masse d’une coquille au rayon
R et de faible épaisseur renseigne sur le niveau d’inhomogénéités local de la coquille.
Sa direction nous indique la position des structures dominant le contenu matériel de
la coquille. Le premier estimateur est donc de nature intégrale alors que le second est
d’ordre local : une caractéristique de l’inﬂuence de l’environnement peut être obtenue en
utilisant à bon escient chacun de ces estimateurs.
À partir des simulations DEUSS 648 h−1 Mpc avec 10243 particules, nous avons donc
calculé le centre de masse de coquilles des 255 centres appartenant au catalogue réaliste
(ceux-ci ont donc été identiﬁés comme similaire aux observations de Watkins et al. à 95%
de niveau de conﬁance). Cela permet d’intuiter l’origine du mouvement d’ensemble local
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Figure 5.1: Projection de Aitoff du champ de densité dans une coquille de 10 h−1 Mpc
d’épaisseur à un rayon de 53 h−1 Mpc (en bas) et 80 h−1 Mpc (en haut). Alors qu’à
53 h−1 Mpc, la direction du centre de masse (en vert) ne coïncide pas avec la direction
du champ de vitesse mesurée à 53 h−1 Mpc (en jaune), l’alignement est parfait à
80 h−1 Mpc. Au-delà de cette échelle, l’alignement disparait ce qui montre que les
structures responsables du « bulk flow » sont situées à une distance de ∼ 80 h−1 Mpc.
en mettant en évidence un alignement de celui-ci avec une structure locale située à un
rayon donné. Un exemple issu de ce calcul est présenté sur la ﬁgure 5.1 : le centre choisi
dans le catalogue réaliste exhibe un « bulk ﬂow » maximum à 53 h−1 Mpc dont la direc-
tion est indiquée avec un triangle jaune ; le centre de masse de la coquille à 53 h−1 Mpc
(respectivement à 80 h−1 Mpc) est indiqué par un losange vert en haut (respectivement
en bas). Sur ces directions est surimposé une projection de Aitoﬀ du champ de densité
d’une coquille d’épaisseur 10 h−1 Mpc situé à un rayon de 53 h−1 Mpc (en haut) et
80 h−1 Mpc (en bas).
L’image supérieure, prise à 50 h−1 Mpc de distance, indique qu’il n’existe pas d’aligne-
ment entre le « bulk ﬂow » dans une sphère à 53 h−1 Mpc et le centre de masse des
structures à cette échelle. Par contre, lorsque nous comparons la direction du mouve-
ment d’ensemble dans une bulle de 53 h−1 Mpc et le centre de masse d’une coquille
située à une distance de 80 h−1 Mpc, nous constatons un alignement parfait. Au-delà de
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cette échelle, l’alignement entre le « bulk ﬂow » 50 h−1 Mpc et le centre de masse du
champ de densité s’atténue puis disparait. Cela montre que les structures responsables
de la direction prise par le mouvement d’ensemble local sont situées dans la coquille à
80 h−1 Mpc.
Dans le cas de centres choisis au sein du catalogue linéaire, il n’existe aucune échelle par-
ticulière : le centre de masse du champ de densité dans une coquille s’aligne de manière
aléatoire avec le « bulk ﬂow » à 50 h−1 Mpc. À l’inverse, le centre de masse calculé dans
une sphère converge vers la direction du ﬂot moyen calculé dans une bulle de 50 h−1 Mpc
de rayon. Ce résultat montre que la prédiction linéaire peut être retrouvée de nombreuses
manières : l’environnement associé au linéaire n’est pas un événement rare. Comme nous
le montrons par la suite, ces résultats discutés sur des exemples précis restent valables
pour tous les objets du catalogue réaliste.
Cependant, cet indicateur est très qualitatif : sa norme ne peut pas se déﬁnir d’une
manière absolue ce qui limite la possibilité de comparaison entre objets du catalogue
réaliste. En eﬀet, comment interpréter précisement un écart au centre géométrique de la
sphère de l’ordre de 5 ou 10 h−1 Mpc ? Intuitivement, une solution est de renormaliser la
norme du centre de masse par le rayon de la coquille (respectivement de la sphère) aﬁn
de traduire une dilution de l’asymétrie. Cet outil de mesure indique que nous pouvons
bien lier le ﬂot cosmique moyen au champ de densité et nous invite à construire un esti-
mateur plus précis, dont la limite à grandes échelles correspondrait au rapport du centre
de masse par le rayon de la coquille (respectivement de la sphère).
5.1.2 Vers une quantification des effets d’environnement
Nous avons donc compris qualitativement qu’il existe, pour les objets du catalogue réa-
liste, un alignement entre le centre de masse calculé dans une coquille de rayon R + δR
et la direction du bulk ﬂow à un rayon R.
Aﬁn de construire un nouvel estimateur plus précis que le centre de masse, rappelons que
les champs de vitesse sont par déﬁnition des quantités vectorielles : ils contiennent donc
intrinsèquement la notion de directionnalité. Un champ de densité se révèlera d’autant
plus directionnel que celui-ci sera asymétrique : la directionnalité est donc lié directement
à la notion d’asymétrie dans une sphère (ou une coquille) de rayon R. Dans notre cas,
l’asymétrie a une signiﬁcation physique plus évidente que le centre de masse de la bulle,
qui contient cette idée de manière dérivée . Pour construire un index d’asymétrie nous
indiquant le taux d’asymétrie dans un volume (sphère ou coquille), nous devons tout
d’abord déﬁnir la symétrie. En géométrie sphérique, la symétrie centrale joue un rôle
particulier et se déﬁnit simplement pour une fonction f comme :
f(θ, φ) = f(π − θ, π + φ) . (5.2)
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Dans notre cas, nous souhaitons déﬁnir l’asymétrie comme l’écart à la symétrie. Cela
nous amène donc à introduire une fonction ∆f quantiﬁant l’écart à la symétrie telle
que :
∆f(θ, φ) = f(θ, φ)− f(π − θ, π + φ) . (5.3)
Une approche physique impose d’assimiler cette fonction f à la densité normalisée à la
densité moyenne ρ<R0/ρ¯ dans la sphère (ou la coquille) de rayon R. Ainsi, dans un cas
où le champ de densité est parfaitement homogène (e.g. une sphère d’un rayon de 1000
h−1 Mpc), la fonction ∆f va être nulle, indiquant une parfaite symétrie. À l’inverse, si le
champ de densité est peu homogène (à faibles rayons), l’écart à la symétrie va être très
important.
Toutefois, aﬁn de résumer l’information liée à l’asymétrie de la sphère en une seule valeur
scalaire variant avec le rayon de la sphère, nous devons intégrer les angles (θ, φ) sur un
hémisphère S2/2 associé à une coquille ou une sphère de rayon donné. Cette intégration
engendre un eﬀet de sélection suivant la direction de l’asymétrie. Pour le comprendre,
examinons les exemples présentés ﬁgure 5.2. Sur les deux sphères, une région hémisphé-
rique sous-dense est représentée en bleu alors qu’une région hémisphérique inversement
sur-dense à la première est schématisée en jaune. On remarque que la sphère de gauche
correspond à une rotation d’un angle de 90˚ de la sphère de droite. L’intervalle d’inté-
gration sur un hémisphère (allant de 0 à π pour les deux variables θ et φ) est indiquée
par les ﬂèches noires et rouges. À gauche, l’intégrale (sur l’hémisphère déﬁni par les
φ
θ
φ
θ
Figure 5.2: Deux configurations idéalisées du champ de densité pour calculer le facteur
d’asymétrie : le champ de densité en bleu est sous-dense alors que le champ de densité
en jaune est sur-dense. L’intervalle d’intégration est représenté par les flèches θ et φ.
Le champ de densité à droite est une rotation de celui de gauche. La configuration à
gauche va donner un facteur d’asymétrie positif alors que celui de droite va être nul
pour des raisons de symétrie entre les hémisphères Nord et Sud.
ﬂèches) sur le champ de densité va donner une valeur supérieure à 0. En eﬀet, la masse
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jaune contenue dans l’hémisphère supérieur est plus importante que la masse contenue
dans l’hémisphère inférieure. À l’inverse, à droite, l’intégrale sur le même champ de
densité tourné d’un angle de 90˚ a une valeur nulle. En eﬀet, la masse contenue dans
l’hémisphère Nord se compense exactement avec la masse contenue dans l’hémisphère
Sud. Deux champs de densité, orientés de manière diﬀérente, mènent donc à une valeur
diﬀérente du facteur d’asymétrie dans une sphère.
Aﬁn de parcourir toutes les conﬁgurations tridimensionnelles possibles, la solution consiste
à introduire des angles de rotation (φ0, θ0). Un ensemble de facteurs d’asymétrie sera alors
calculé sur le champ de densité ayant subi des rotations successives d’angle (φ0, θ0) ∈
[0, 2π]2. Seul le maximum de cette fonction à deux dimensions sera conservé aﬁn de re-
ﬂéter le maximum d’asymétrie du champ de matière dans la sphère, indépendamment
du choix des axes, et de déﬁnir l’index d’asymétrie. Le doublet (φ0, θ0) correspondant
au maximum du facteur d’asymétrie indique la direction de l’index d’asymétrie. La ﬁ-
gure 5.3 nous montre cette fonction à deux dimensions prise dans une sphère de rayon
R = 80 h−1 Mpc : l’axe des abscisses représente une rotation d’un angle φ0, l’axe des
ordonnées montre une rotation du champ de densité d’un angle de θ0 et la couleur repré-
sente l’amplitude du facteur d’asymétrie. Une série de 20 rotations a été réalisée suivant
chaque angle. On remarque tout d’abord que ce facteur présente des maxima et des mi-
nima bien marqués, de valeur compris entre -1 et 1. Le maximum situé à (π, 2π/3) est
équivalent à celui situé en (2π, 5π/3). Les minima, de valeurs opposées aux maxima, sont
situés en (π, 5π/3) et (2π, 2π/3).
Cette ﬁgure montre qu’en accord avec le cas idéalisé introduit précédemment, suivant
l’orientation du champ de densité, il est possible d’annuler le facteur d’asymétrie (régions
vertes sur le graphique). À l’inverse, il existe des conﬁgurations du champ de densité telles
que le facteur d’asymétrie du champ de densité dans une sphère de 80 h−1 Mpc est maxi-
mal. Remarquons que cette fonction présente des symétries validant complètement notre
approche : les maxima et les minima sont des répliques exactes les uns des autres, nous
donnant des extrema de valeurs exactement opposés avec un déphasage d’un angle de
(π, π). Cela montre que lorsque nous faisons la diﬀérence entre l’hémisphère sur-dense et
l’hémisphère sous-dense et inversement, les résultats concordent.
Ainsi, l’asymétrie d’une distribution dans une sphère de (respectivement une coquille
d’un) rayon R est déﬁnie par un vecteur dont la norme, appelée index d’asymétrie, peut
être décrite mathématiquement comme suit :
AR = max
(φ0,θ0)∈[0,2π]2
{
1
ρ¯
∫∫
S2/2
ρ<R(θ + θ0, φ+ φ0)− ρ<R(π − (θ + θ0), π + (φ+ φ0))dΩ
}
,
(5.4)
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Figure 5.3: Fonction bidimensionnelle ∆ρ(θ0, φ0) estimée à un rayon de 80 h−1 Mpc
permettant de déterminer l’index d’asymétrie à partir du facteur d’asymétrie. En abs-
cisse, l’angle de rotation φ autour de l’axe z. En ordonnées, l’angle de rotation θ autour
de l’axe x. La couleur indique la valeur du facteur d’asymétrie. On notera la symétrie
entre les extrema liée au changement d’hémisphère.
avec ρ¯ la densité moyenne dans la sphère (respectivement la coquille), ρ<R la densité
intégrée de 0 à R et (θ, φ) la direction des diverses composantes du champ de densité.
Cette fonction normalisée est à valeurs dans [0, 1]. Finalement, comme pour le barycentre,
une direction peut également être introduite pour l’index d’asymétrie : le couple d’angle
(φ0, θ0) constitue la direction du pôle nord de l’hémisphère contenant le plus de matière
i.e. la conﬁguration la plus asymétrique.
Physiquement, l’index d’asymétrie caractérise les déviations par rapport à une distri-
bution de matière à symétrie sphérique. Un environnement parfaitement symétrique est
caractérisé par un index d’asymétrie égal à zéro alors qu’une bulle contenant un champ
de matière très asymétrique a un index d’asymétrie proche de un.
Numériquement, le calcul de l’index d’asymétrie est réalisé en sept étapes :
1. Sélection des particules situées dans une coquille (ou une sphère) à un rayon R, en
prenant en compte les conditions périodiques ;
2. Rotation des particules sélectionnées d’un angle θ0 ;
3. Rotation des particules ayant subi la première rotation d’un angle φ0 ;
4. Projection sphérique CIC de ce champ de densité grâce à des routines issues du
package HEALPIX ;
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5. Calcul du facteur d’asymétrie en comparant les pixels HEALPIX opposés deux à
deux. Retour à l’étape 3 avec un nouvel angle φ0 ;
6. Retour à l’étape 2 avec un nouvel angle θ0 ;
7. Calcul du maximum du facteur d’asymétrie : l’index d’asymétrie est obtenu.
Notons qu’aﬁn d’obtenir avec précision la maximum du facteur d’asymétrie, un échan-
tillonnage minimum de la sphère complète avec plus de 400 rotations est nécessaire. Cet
échantillonnage ﬁxe la résolution de la ﬁgure 5.3. À ces opérations, il convient d’ajouter
les projections CIC sphériques du champ de densité. Ces opérations demandant beau-
coup de temps de calcul, il est intéressant d’exhiber un lien entre l’index d’asymétrie et
le centre de masse introduit plus tôt 1.
Dans un souci d’uniﬁer les descriptions qualitative et quantitative, nous démontrerons
l’existence d’une relation directe entre asymétrie et centre de masse. Pour une distribution
continue de masse, l’équation (5.1) prend la forme :
~xc.d.m. =
1
Mtot
∫
~xdM
=
1
Mtot
∫∫∫
~x
dM
dV
d3~x
=
1
Mtot
∫∫∫
~x ρ(~x)d3~x
Nous calculerons tout d’abord la position du centre de masse associée à un hémisphère
puis le centre de gravité total de la boule. En eﬀectuant un changement de repère, orien-
tons l’hémisphère contenant le plus de matière suivant l’axe (Oy). Nous appellerons ρ+
la densité dans l’hémisphère sur-dense et ρ− la densité dans l’hémisphère sous-dense.
Nous supposerons également que ces densités dans les demi-sphères sont constantes
(ρ±(~x) = ρ±) : chaque hémisphère a donc une densité uniforme. Cela correspond à une
hypothèse de champ moyen sur le champ de densité, valide uniquement lorsque ce dernier
peut être raisonnablement considéré gcomme homogène. Cette situation correspond au
schéma 5.4.
En choisissant ainsi nos axes, nous voyons que, par invariance de rotation autour de
l’axe (Oy), la position (Xg, Yg, Zg) du centre de gravité est située suivant l’axe (Oy) :
Xg = Zg = 0. Le calcul de Y +g , centre de masse associé à l’hémisphère sur-dense, est
1. En effet, le calcul du centre de masse est quasi-immédiat, une fois choisi le centre de la sphère.
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Figure 5.4: Sphère associée à la situation dans laquelle nous montrons que le centre de
masse et asymétrie sont liés par une relation simple : l’hémisphère dirigé par l’axe y, de
centre de masse Y +g est sur-dense alors que l’autre hémisphère, de centre de masse Y
−
g ,
est sous-dense. Le centre de masse total Y totg correspond au barycentre de l’hémisphère
colorée et de l’autre hémisphère.
rapide :
Y +g =
1
M+
∫∫∫
D
y ρ+(~x)d
3~x
=
1
2
3πR
3ρ+
∫∫∫
D
y ρ+(~x)d
3~x
=
1
2
3πR
3
∫∫∫
D
y d3~x
L’intégrale se calcule directement grâce à un passage en coordonnées sphériques. Le
changement de variables modiﬁe le domaine d’intégration qui devient :
D =
{
0 ≤ r ≤ R
0 ≤ φ, θ ≤ π
et :
Y +g =
1
2
3πR
3
∫∫∫
D
r3sin(φ)2sin(θ)dr dφ dθ =
3
8
R. (5.5)
De manière identique, nous trouvons que le centre de masse associé à l’hémisphère sous-
dense vaut : Y −g = −38R. La position du centre de masse total de la boule de rayon R
correspond donc au barycentre de l’hémisphère sur-dense contenant une masse M+ et de
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l’hémisphère sous-dense de masse M− et s’écrit :
Y totg =
3
8
R
M+ −M−
M+ +M−
=
3
8
R
2
3πR
3ρ+ − 23πR3ρ−
4
3πR
3(ρ+ + ρ−)
Y totg =
3
16
R
ρ+ − ρ−
ρ+ + ρ−
Les hypothèses menant à cette équation permettent également d’écrire de manière simple
l’index d’asymétrie AR :
AR =
ρ+ − ρ−
ρ+ + ρ−
(5.6)
Cette dernière équation nous permet d’écrire le lien entre index d’asymétrie et centre de
masse de la boule de rayon R :
Y totg =
3
16
R AR . (5.7)
Nous obtenons donc bien une relation entre l’index d’asymétrie et la norme du centre
de gravité. Cette relation montre en particulier que le rapport du centre de masse par
le rayon de la sphère est bien la quantité pertinente pour caractériser l’asymétrie du
champ de densité, comme intuité lors de l’introduction de l’estimateur d’asymétrie par le
barycentre. Cela montre également que le centre de masse et le pôle nord de l’asymétrie
sont alignés : un simple changement de repère permet de généraliser notre résultat à des
cas quelconques. En utilisant les angles déﬁnis précédemment, le centre de masse a pour
direction :
~P =

−sin(φ0)
cos(φ0)cos(θ0)
cos(φ0)sin(θ0)
 . (5.8)
Un test de la relation (5.7) sur quelques exemples issus du catalogue réaliste introduit
Chapitre 4 nous donne les courbes 5.5. On remarque tout d’abord la convergence des
deux estimateurs. Cependant, il existe à petites échelles des problèmes liés au centre
de masse, avec des valeurs qui ne sont pas normalisées à l’unité. Ceci montre que ces
estimateurs résistent plus ou moins bien au manque de statistiques à petites échelles. La
comparaison entre les diﬀérents objets du catalogue réaliste est plus aisée en utilisant
l’index d’asymétrie, correctement normalisé.
Grâce à l’index d’asymétrie et à sa direction, nous allons pouvoir quantiﬁer de manière
précise l’intensité de l’asymétrie et son inﬂuence sur les champs de vitesse à une échelle
donnée.
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Figure 5.5: Équivalence entre les approches qualitative et quantitative illustrée sur
deux cas particuliers dans des bulles emboîtées de rayons R croissants grâce à la formule
(5.7). En rouge, l’approche qualitative en terme de centre de masse. En bleu, l’approche
quantitative en terme d’index d’asymétrie, correctement normalisé entre 0 et 1.
5.1.3 Quantification des effets d’environnement : index d’asymétrie
L’index d’asymétrie a donc été calculé suivant les procédures décrites section 5.1.2 pour
les 255 centres du catalogue réaliste ainsi que pour les milliers de centres appartenant
au catalogue linéaire. On notera que, dans certains cas, l’index d’asymétrie peut pré-
senter des comportements pathologiques. Ainsi, aﬁn de moyenner ces proﬁls d’asymétrie
extrêmes, il s’agit maintenant d’exhiber un comportement moyen pour cet index d’asy-
métrie.
Cependant, tous les centres du catalogue réaliste n’ont pas été retenus pour calculer la
moyenne sur cette quantité. En eﬀet, statistiquement, le proﬁl de « bulk ﬂow » à la Wat-
kins et al. déﬁnit le proﬁl numérique de ﬂot moyen jusqu’à ∼ 50 h−1 Mpc. Au-delà de
cette échelle, aucune valeur n’est ﬁxée pour les champs de vitesse du catalogue réaliste.
Le calcul de la probabilité de reconvergence nous montre qu’en ΛCDM, à des distances
d’une centaine de Mpc, seul 15% des objets ont reconvergé à la prédiction linéaire. Cela
signiﬁe que de nombreux proﬁls de ﬂot moyen ont un comportement très diﬀérent d’une
simple reconvergence : certains proﬁls exhibent un simple maximum en 50 h−1 Mpc puis
reconverge vers le linéaire plus ou moins rapidement ; certains proﬁls chutent brusque-
ment après avoir passé le maximum et convergent vers le linéaire par valeurs inférieures ;
d’autres proﬁls présentent un ou plusieurs maxima après l’échelle de 53 h−1 Mpc et une
reconvergence lente vers la prédiction linéaire.
Dans un soucis d’exhiber une caractéristique d’ensemble du champ de densité créant un
proﬁl de « bulk ﬂow », nous choisissons de nous intéresser uniquement au proﬁl de mou-
vement d’ensemble local présentant un maximum clair autour de 50 h−1 Mpc. Ainsi, les
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proﬁls de champ de vitesse du catalogue réaliste présentant un ou plusieurs maxima à des
distances largement au-delà de 53 h−1 Mpc sont exclus de notre étude : nous supposons
en eﬀet que la caractéristique d’un tel environnement diﬀère beaucoup d’un proﬁl présen-
tant un unique maximum à 50 h−1 Mpc. Nous excluons également les proﬁls présentant
des chutes très importantes du « bulk ﬂow » après le maximum en 53 h−1 Mpc.
Après avoir eﬀectué cette nouvelle étape de sélection, il ne reste plus que 171 centres
utilisés dans le catalogue réaliste. Notons tout de même que les conclusions que nous
tirerons resteront valables en intégrant les centres ne présentant pas un proﬁl piqué à
53 h−1 Mpc : elles seront seulement aﬀaiblies, trop d’échelles diﬀérentes étant prises en
compte dans l’évaluation du signal environnemental.
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Figure 5.6: Évolution de l’index d’asymétrie moyen calculé dans une sphère de rayon
croissant pour les catalogues linéaire (en rouge) et réaliste (en bleu). Le catalogue
linéaire montre une décroissance monotone pour l’index d’asymétrie : aucune échelle
n’est mise en avant. L’index d’asymétrie moyen du catalogue réaliste a une évolution
indiquant trois régions : une région de 4 à 35 h−1 Mpc dont l’asymétrie est semblable
au linéaire ; une région de 35 à 70 h−1 Mpc où le champ de densité est plus symétrique
que le linéaire ; une région au delà de 70 h−1 Mpc où il existe un excès d’asymétrie par
rapport au cas linéaire.
La ﬁgure 5.6 nous montre les résultats des mesures d’index d’asymétrie dans une sphère
de rayon Rsphere croissant dans les catalogues réaliste et linéaire : en rouge, nous obser-
vons les résultats issus du catalogue linéaire alors qu’en bleu sont représentés les mesures
issues du catalogue réaliste. Pour les deux courbes, on remarque tout d’abord que plus
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le rayon de la bulle est important, plus l’asymétrie est faible ce qui se comprend bien à
l’aune d’une convergence vers l’homogénéité et l’isotropie à grandes échelles demandée
dans le cadre du principe cosmologique et implicitement intégrée dans notre modélisa-
tion.
La chute importante observée avant 12 h−1 Mpc s’explique par le faible nombre de par-
ticules (de ∼ 200 à ∼ 4000) présentes dans une telle sphère. En eﬀet, notre algorithme
calculant l’index d’asymétrie sur un échantillonnage de quatre cents rotations, un nombre
faible de particules ne sera pas suﬃsant pour engendrer des diﬀérences relatives impor-
tantes entre les diﬀérentes régions du plan (φ0, θ0) de la ﬁgure 5.3. Cette interprétation
est conﬁrmée par le très important écart-type numérique (±0.3 à 4 h−1 Mpc) indiquant
une grande variabilité d’une sphère à l’autre selon la position des particules dans le plan
(φ0, θ0).
Pour les mesures eﬀectuées sur le catalogue linéaire, nous observons une décroissance
régulière de l’index d’asymétrie de 12 h−1 Mpc à 130 h−1 Mpc. Sous une hypothèse gros-
sière, nous pouvons montrer que cette décroissance est liée au σ(R). Cette décroissance
est alors interprétée en terme d’homogénéisation du champ de densité, en accord avec la
décroissance du σ(R) aux grandes échelles. La variation de l’écart-type des mesures donne
également une information intéressante : plus l’échelle de la sphère est importante, plus
les comportements en matière de symétrie des environnements tendent à s’égaliser. Ainsi,
alors qu’à 20 h−1 Mpc, 68% des index d’asymétrie sont entre 0.60 et 0.82, à 120 h−1 Mpc,
68% des index sont compris entre 0.16 et 0.21. Finalement, il est important de noter que
cette courbe issue du catalogue linéaire ne met en évidence aucune échelle particulière,
tout comme le proﬁl moyen de ﬂot cosmique.
À l’inverse, les mesures de l’index d’asymétrie moyen du catalogue réaliste montre clai-
rement trois régions délimitées par deux échelles caractéristiques. La première région,
située entre 4 et 35 h−1 Mpc, correspond au régime linéaire. En eﬀet, considérant les
erreurs poissonniennes liées au faible nombre d’objets du catalogue réaliste et aux barres
d’erreur prêt, les courbes issues des deux catalogues se superposent exactement. Cela
signiﬁe que, pour un proﬁl de « bulk ﬂow » peu éloigné de la prédiction linéaire à petites
échelles, comme le proﬁl de Watkins et al. ou Lavaux et al., la symétrie dans une sphère
est identique.
La seconde région déﬁnie par les variations de l’index d’asymétrie est comprise entre
∼ 35 et 70 h−1 Mpc. Celle-ci est caractérisée par un excès de symétrie du champ de den-
sité par rapport au cas linéaire. Cet excès de symétrie est à même d’expliquer le minimum
de ﬂot moyen observé à 16 h−1 Mpc. Cependant, il convient de prendre garde à une telle
conclusion : les barres d’erreur du cas linéaire et du catalogue réaliste se recouvrent, ce
qui empêche toutes conclusions déﬁnitives sur l’explication du minimum de « bulk ﬂow »
à 16 h−1 Mpc par l’intermédiaire d’un excès de symétrie à une échelle plus importante.
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Finalement, la troisième région, s’étendant de∼ 70 h−1 Mpc jusqu’à plus de 130 h−1 Mpc,
montre un index d’asymétrie plus important que la mesure eﬀectuée sur le linéaire. Cela
indique un champ de densité dans une bulle de rayon supérieur à ∼ 70 h−1 Mpc plus
asymétrique que la distribution de matière moyenne associée au proﬁl de « bulk ﬂow »
linéaire. Les barres d’erreur des index d’asymétrie des catalogues linéaire et réaliste ne se
recouvrent pas, ce qui tend à montrer que l’excès d’asymétrie, maximum à 85 h−1 Mpc,
est responsable du mouvement d’ensemble local anormalement élevé à 53 h−1 Mpc. No-
tons que l’on observe une reconvergence lente vers les mesures eﬀectuées sur le catalogue
linéaire aux échelles voisines de 130 h−1 Mpc, ce qui est attendu dans les modèles fondés
sur le principe cosmologique 2.
L’index d’asymétrie nous montre que les environnements associés au proﬁl de « bulk
ﬂow » linéaire sont simples : en moyenne, ces champs de densité asymétriques à petites
échelles convergent de manière monotone vers la symétrie à grande échelle. Cette dis-
tance de symétrie est alors équivalente à une échelle d’homogénéisation et d’isotropie et
pourrait faire l’objet d’un questionnement en tant que tel. À l’inverse, le proﬁl de l’index
d’asymétrie moyen pour les objets du catalogue réaliste est complexe : les environne-
ments associés à un tel « bulk ﬂow » sont d’abord indistinguables de manière statistique
du linéaire, puis exhibent un léger excès de symétrie pour ﬁnalement remonter vers un
maximum d’asymétrie à 85 h−1 Mpc. Ainsi, tout comme le ﬂot cosmique introduit deux
échelles particulières à 16 et 53 h−1 Mpc, l’index d’asymétrie introduit deux distances
caractéristiques à 60 et 85 h−1 Mpc. Le minimum à 60 h−1 Mpc n’étant pas signiﬁcatif
d’un point de vue statistique, seul le maximum à 85 h−1 Mpc est considéré comme une
distance particulière dans le proﬁl associé à l’index d’asymétrie.
Ces diﬀérences de comportement entre les mesures sur les catalogues linéaire et réaliste
invitent à étudier plus précisément cette échelle de 85 h−1 Mpc. En particulier, en com-
parant les directions de l’index d’asymétrie et du ﬂot moyen, l’inﬂuence d’un maximum
d’asymétrie à 85 h−1 Mpc sur l’excès de « bulk ﬂow » à 53 h−1 Mpc peut être conﬁrmée.
5.1.4 Quantification des effets d’environnement : distribution asymé-
trique de la distribution de matière
La conclusion de l’étude de l’index d’asymétrie est l’existence d’une échelle caractéristique
à 85 h−1 Mpc concernant la symétrie du champ de densité pour les objets du catalogue
réaliste. Cette échelle correspond à la distance à laquelle le champ de densité est le
plus asymétrique dans le cadre d’un mouvement d’ensemble local ayant un maximum
2. Dans des modèles d’Univers inhomogène, une telle reconvergence n’est pas assurée, les contributions
du champ de matière à grandes échelles pouvant se sommer pour donner naissance à des mouvements
d’ensemble élevés. Dans ce cadre, un résultat observationnel à grandes échelles (∼ 500 h−1 Mpc) similaire
à celui de Kashlinsky et al. pourrait favoriser les modèles d’Univers inhomogène.
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à 53 h−1 Mpc. Aﬁn de valider cette échelle caractéristique et de la lier de manière
évidente au mouvement d’ensemble local, nous pouvons faire appel à la direction de
l’index d’asymétrie i.e. le pôle nord de l’hémisphère le plus asymétrique à une échelle
donnée et la mettre en relation avec la direction du vecteur « bulk ﬂow » à 53 h−1 Mpc.
Aﬁn de préciser le lien entre ﬂot cosmique moyen et index d’asymétrie, l’indicateur le
plus direct est le produit scalaire normalisé de la direction du mouvement d’ensemble
local à la position du maximum i.e. 53 h−1 Mpc avec la direction de l’index d’asymétrie
calculé dans une coquille :
〈cos θ〉 = ~vbulk(R = 53 h
−1Mpc) · ~AR√
‖~vbulk(R = 53 h−1Mpc)‖ × ‖ ~AR‖
. (5.9)
Ce produit scalaire indique simplement l’échelle d’alignement entre arrangement local de
structures (asymétrie de la distribution de matière) à un rayon R croissant et « bulk ﬂow »
(distribution des champs de vitesse) à une distance de 53 h−1 Mpc. Le degré d’alignement
entre le pôle nord de l’hémisphère localement le plus asymétrique et le moment dipolaire
des champs de vitesse est déterminé par l’angle θ introduit dans l’équation (5.10). Ce
produit scalaire est bien sur moyenné sur l’ensemble des objets du catalogue linéaire et sur
les 171 centres sélectionnés au sein du catalogue réaliste pour exhiber un comportement
moyen.
Les résultats des mesures eﬀectuées sur le catalogue linéaire sont indiqués sur la ﬁgure 5.7.
La position orthogonale entre le vecteur ﬂot moyen et la direction de l’index d’asymé-
trie est indiqué par le trait noir. En accord avec les résultats issus de l’analyse de l’index
d’asymétrie, le catalogue linéaire, représenté par la ligne et le secteur en rouge, ne montre
aucune échelle caractéristique, avec une courbe globalement plate. À petites échelles (de
4 à 20 h−1 Mpc), on observe que l’angle entre le vecteur « bulk ﬂow » à 53 h−1 Mpc
et la direction de l’asymétrie est orienté de manière aléatoire entre 60˚ et 120˚ . Encore
une fois, le manque de statistique peut introduire cette chute de la tendance à petites
échelles. Aux échelles plus importantes, la moyenne sur le catalogue linéaire indique une
distribution asymétrique du champ de matière local globalement alignée avec la direction
du mouvement d’ensemble local : en eﬀet, la courbe rouge indique un produit scalaire
aux alentours de 0.4, impliquant un angle relatif des deux directions de l’ordre de 60˚ .
On observe également que lorsque le rayon de la sphère augmente, l’angle moyen entre
le « bulk ﬂow » à 53 h−1 Mpc et la direction de l’index d’asymétrie est constant autour
d’un angle de 60˚ . L’écart-type du produit scalaire est assez important (∼ 40%), ce qui
montre que de nombreuses contributions interviennent dans cette quantité issue du ca-
talogue linéaire. Le ﬂot cosmique à 53 h−1 Mpc n’est donc créé par aucune échelle en
particulier dans le catalogue linéaire.
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Figure 5.7: Angle d’alignement entre les directions du mouvement d’ensemble local à
53 h−1 Mpc et de l’index d’asymétrie dans une coquille pour le catalogue linéaire. La
courbe ne met en évidence aucune échelle caractéristique. Au contraire, la direction du
flot cosmique est le résultat de la contribution intégrée de toutes les asymétries dans
les coquilles de rayons croissants.
Ainsi, nous déduisons de cette mesure que la prédiction linéaire du mouvement d’en-
semble local à un rayon donné (ici 53 h−1 Mpc) est associée à un arrangement global
intégré du champ de densité. Cela montre qu’en moyenne, l’alignement du mouvement
d’ensemble local linéaire avec la direction de l’index d’asymétrie est dû à de nombreuses
structures réparties sur toutes les échelles qui, grâce à leurs contributions gravitation-
nelles amènent une convergence des deux directions intégrées.
Le proﬁl du produit scalaire moyen entre la direction de l’index d’asymétrie et la direc-
tion du « bulk ﬂow » à 53 h−1 Mpc pour le catalogue réaliste est représenté ﬁgure 5.8.
Comme pour la ﬁgure 5.7, le trait noir indique une orthogonalité des deux directions.
La courbe représentant l’angle d’alignement θ pour le catalogue réaliste est indiqué en
bleu, avec un écart-type en bleu clair. Celui-ci, calculé à partir de 171 index d’asymétrie
sélectionnés de manière à ce que leur proﬁl de ﬂot cosmique moyen ait un maximum
piqué à une distance de 53 h−1 Mpc, exhibe un comportement profondément diﬀérent
de la courbe associée au catalogue linéaire. En particulier, en accord avec les conclusions
issues de l’index d’asymétrie, trois principales régions sont visibles : une zone s’étendant
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Figure 5.8: Angle d’alignement entre les directions du mouvement d’ensemble local à
53 h−1 Mpc et de l’index d’asymétrie dans une coquille pour le catalogue réaliste. Deux
échelles caractéristiques sont clairement visibles : un anti-alignement à 24 h−1 Mpc
montrant une direction de l’asymétrie opposée à celle du « bulk flow » à 53 h−1 Mpc ;
un alignement marqué à 85 h−1 Mpc indiquant, en accord avec l’index d’asymétrie,
un lien fort entre l’asymétrie du champ de densité à 85 h−1 Mpc et le « bulk flow » à
53 h−1 Mpc.
de 4 à 50 h−1 Mpc présentant un anti-alignement, une région allant de 50 h−1 Mpc à
∼ 110 h−1 Mpc marquée par un alignement et ﬁnalement, un secteur de reconvergence
au delà de ∼ 110 h−1 Mpc.
La première région nous montre donc un angle relatif entre les deux directions compris
entre 100˚ et 150˚ , correspondant à un anti-alignement pour les cas extrêmes : le pôle
nord de l’asymétrie est alors dans la direction opposée au « bulk ﬂow » à 53 h−1 Mpc. Cet
anti-alignement, indiquant un arrangement spécial du champ de densité à ces échelles,
pourrait expliquer la chute du « bulk ﬂow » à faible échelle. Toutefois, elle ne correspond
pas à l’échelle de 60 h−1 Mpc mise en évidence lors de l’analyse de l’index d’asymétrie,
ce qui interdit toute interprétation de la chute du « bulk ﬂow » pour les petits rayons.
La seconde région est caractérisée par un maximum marqué entre 0.8 et 1 à un rayon de
85 h−1 Mpc. À cette échelle, toutes les directions des index d’asymétrie du champ de den-
sité associé aux objets du catalogue réaliste sont alignées avec leurs vecteurs « bulk ﬂow »
respectifs à 53 h−1 Mpc avec un degré de précision élevé (± 10%). On remarque que cette
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distance correspond exactement à l’échelle mise en évidence par l’index d’asymétrie, ce
qui montre que l’asymétrie à cette distance est liée avec le maximum de « bulk ﬂow » à
53 h−1 Mpc. En particulier, l’interprétation du maximum du « bulk ﬂow » à 53 h−1 Mpc
en terme de maximum local d’asymétrie dans une coquille de rayon supérieur est bien
retrouvée : l’excès d’asymétrie du champ de matière tridimensionnel contenu dans une
ﬁne coquille à 85 h−1 Mpc est donc responsable du « bulk ﬂow » anormalement élevé à
53 h−1 Mpc.
Finalement, la troisième région montre une chute rapide de l’angle d’alignement. Ainsi,
au fur et à mesure que le rayon de la coquille croit, l’alignement devient de moins en
moins bons, avec des barres d’erreurs de plus en plus importantes. Dans cette zone,
on observe une convergence vers le catalogue linéaire, ce qui signiﬁe que l’ensemble des
contributions de l’asymétrie du champ de densité au delà de ∼ 110 h−1 Mpc intervient
indirectement (i.e. de manière moyennée) sur la direction du « bulk ﬂow » à 53 h−1 Mpc.
L’échelle de 85 h−1 Mpc semble donc avoir un statut particulier dans notre analyse. En
eﬀet, celle-ci correspond à la position d’un maximum local d’asymétrie du champ de den-
sité dans une sphère ainsi qu’à la distance d’alignement du « bulk ﬂow » à 53 h−1 Mpc
avec la direction de l’asymétrie dans une coquille. Cela met donc en évidence un dé-
calage d’échelles δR entre le champ de vitesse et le champ de densité de l’ordre de
32 ± 4.1 h−1 Mpc. Cela nous invite donc à calculer l’alignement entre le mouvement
d’ensemble local dans une bulle de rayon R croissant et la direction de l’asymétrie du
champ de densité dans une sphère de rayon R + δR, aﬁn de quantiﬁer l’eﬀet intégré de
l’asymétrie sur le mouvement d’ensemble local :
〈cos θ〉 = ~vbulk(R) ·
~A(R+δR)√
‖~vbulk(R)‖ × ‖ ~A(R+δR)‖
. (5.10)
Cette quantité intégrée sur toute la sphère de rayon R donné va permettre de corréler
l’évolution spatiale du « bulk ﬂow » avec celle de l’asymétrie du champ de densité. En
eﬀet, on s’attend à ce que la direction du maximum d’asymétrie dans une sphère de rayon
R + δR soit alignée avec la direction du mouvement d’ensemble local dans une bulle de
rayon R à partir d’un distance de 53 h−1 Mpc. Cela permettra d’expliquer non seulement
l’excès de ﬂot moyen à 53 h−1 Mpc de notre catalogue réaliste mais également la direction
et la valeur du « bulk ﬂow » aux échelles supérieures. Le résultat des mesures eﬀectuées
sur le catalogue réaliste est indiqué en bleu sur la ﬁgure 5.9. Remarquons tout d’abord
qu’en raison de la déﬁnition de l’angle d’alignement, l’axe des abscisses se termine à
100 h−1 Mpc. Cette ﬁgure présente deux régions bien déﬁnies : une région s’étirant de
0 à 50 h−1 Mpc et une zone allant de 50 à 100 h−1 Mpc. La première région montre
un angle d’alignement augmentant peu à peu, en passant d’un comportement similaire
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Figure 5.9: Angle d’alignement entre les directions du mouvement d’ensemble local
dans une sphère de rayon R et de l’index d’asymétrie dans une sphère de rayon R+δR.
Une échelle de coupure située à 50 h−1 Mpc est clairement visible : en deçà de ce
rayon, l’asymétrie de la distribution de matière à R+ δR ne fournit pas une explication
du « bulk flow » à un rayon R ; au-delà de cette distance, l’asymétrie élevée de la
distribution de matière explique l’amplitude anormal du flot moyen à 53 h−1 Mpc ainsi
que son profil et sa direction à des rayons plus élevés.
à la ﬁgure 5.8 entre 4 et 15 h−1 Mpc jusqu’à un alignement complet entre la direction
de l’index d’asymétrie et la direction du ﬂot moyen à 50 h−1 Mpc. Les barres d’erreurs
sont assez importantes à faibles échelles et se réduisent peu à peu : cela indique que de
nombreux environnements interviennent aux petites échelles, puis convergent tous vers
le même alignement. Ainsi, l’asymétrie du champ de matière avant 50 h−1 Mpc semble
inﬂuer de manière aléatoire sur le « bulk ﬂow » à 53 h−1 Mpc.
Au contraire, la seconde région, débutant autour de 50 h−1 Mpc, montre un alignement
précis à 10% près. Cet alignement entre le « bulk ﬂow » dans une sphère de rayon R
croissant et la direction de l’index d’asymétrie à un rayon R + δR montre que l’origine
des champs de vitesse anormalement élevés à 53 h−1 Mpc est liée à l’existence d’une
distribution asymétrique de la matière à 85 h−1 Mpc. Cette ﬁgure montre également
qu’une fois le maximum du mouvement d’ensemble atteint, le ﬂot cosmique moyen reste
aligné avec la direction donnée par l’hémisphère le plus asymétrique à un rayon supérieur.
Dans le cadre de notre analyse, le maximum de ﬂot cosmique est lié à l’augmentation
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anormale de l’asymétrie à 85 h−1 Mpc. La direction du ﬂot cosmique est alors ﬁxée par
la direction de l’asymétrie à 85 h−1 Mpc.
Cette analyse met en évidence l’eﬀet important d’une caractéristique originale du champ
de matière tridimensionnel − à savoir l’asymétrie − sur les champs de vitesse aux échelles
intermédiaires (de ∼ 20 à 150 h−1 Mpc). En supposant que nous vivons dans un environ-
nement rare déﬁni par les observations de Watkins et al., la comparaison de l’excès de
symétrie ou d’asymétrie des catalogues réaliste et linéaire ont permis de montrer l’exis-
tence d’une échelle caractéristique évaluée à 85±4.1 h−1 Mpc à laquelle il existe un excès
d’asymétrie. Cet excès d’asymétrie du champ de matière tridimensionnel est la source
globale du ﬂot cosmique anormalement élevé à 53 h−1 Mpc. La corrélation de la direc-
tion du « bulk ﬂow » à un rayon R donné avec l’asymétrie dans une sphère à un rayon
R+ δR a permis de montrer que l’arrangement asymétrique de structures à 85 h−1 Mpc
ﬁxe également la direction et l’amplitude du proﬁl de « bulk ﬂow » au-delà de l’échelle
de 53 h−1 Mpc.
Cependant, nous n’avons mis en évidence ici que l’inﬂuence d’une propriété globale du
champ de matière sur les champs de vitesse à un instant donné dans l’histoire de l’Uni-
vers. Le reste du chapitre permettra donc de montrer que l’inﬂuence de l’asymétrie sur
les champs de vitesse persiste au cours du temps et de trouver la (ou les) structure(s)
générant le mouvement d’ensemble local anormalement élevé à ∼ 50 h−1 Mpc.
5.2 Évolution dynamique des champs de vitesse
En supposant que le proﬁl du ﬂot moyen admet un minimum à 16 h−1 Mpc et un
maximum à 53 h−1 Mpc, le paragraphe précédent a montré l’existence statistique d’un
arrangement de structures à 85 h−1 Mpc à l’origine de ce mouvement d’ensemble à
53 h−1 Mpc. Cet arrangement de structures a été mis en évidence par l’introduction
d’une propriété originale du champ de matière : l’asymétrie dans une sphère. Aﬁn de
démontrer complètement la cohérence avec la statistique linéaire du proﬁl de ﬂot moyen
anormalement élevé, nous pouvons étudier l’évolution temporelle du moment dipolaire
des champs de vitesse. Cette évolution temporelle pourra être mis en relation avec l’évolu-
tion en redshift du champ de densité, en particulier au travers de l’estimateur de symétrie
du champ de densité tridimensionnel introduit à la section précédente.
Un autre problème est d’identiﬁer l’origine dynamique d’un tel « bulk ﬂow », non plus en
terme statistique global mais en terme de structures locales : une structure en particulier
est-elle responsable de ce ﬂot moyen ? Une position particulière d’un observateur dans
la toile cosmique peut-elle expliquer ce proﬁl ? Peut-on relier la dynamique du champ
gravitationnel aux champs de vitesse anormalement élevés sur les échelles intermédiaires ?
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Le reste de ce chapitre nous permettra d’aborder ces questions, tout d’abord en retraçant
l’évolution de l’asymétrie au cours du temps et en le comparant à l’évolution du proﬁl
de « bulk ﬂow » puis en abordant la question de la structure ou de l’arrangement de
structures responsable de manière dynamique du mouvement d’ensemble local observé.
En lien avec le Chapitre 4, ces proﬁls de champ de vitesse présentant un maximum proche
de 50 h−1 Mpc doivent donc trouver leur source dans une distribution tridimensionnelle
asymétrique du champ de matière aux redshifts concernés. Dans la suite, nous allons donc
montrer que les estimateurs d’asymétrie, normalisés par l’évolution linéaire, suivent eux-
aussi le même proﬁl.
5.2.1 Évolution des estimateurs d’asymétrie
Nous avons vu au Chapitre 4, en confrontant l’évolution prédite par la théorie linéaire
avec les mesures numériques, que le proﬁl de champ de vitesse anormalement élevé exis-
tait déjà dans le passé, très proche des conditions initiales. Cela signiﬁe que l’origine
dynamique du « bulk ﬂow », à savoir une asymétrie du champ de densité, est déjà pré-
sente à des redshifts élevés.
La diﬀérence de structuration, dont l’évolution est compréhensible à travers le seul taux
de croissance linéaire D+, permet de suivre l’évolution temporelle des estimateurs d’asy-
métrie. L’estimateur de l’asymétrie associée au centre de masse d’une sphère à un rayon
donné a l’évolution temporelle la plus simple. En eﬀet, il est direct à partir de l’équation
~xc.d.m. =
1
Mtot
∫∫∫
~x ρ(~x)d3~x (5.11)
de montrer que le seul facteurD+ va intervenir dans l’évolution temporelle de l’estimateur
de l’asymétrie par le centre de masse.
La ﬁgure 5.10 nous montre donc la position moyenne du centre de masse d’une boule de
rayon Rsphere positionnée sur les sphères du catalogue réaliste. Les diﬀérents centres de
masse ont été renormalisés par le facteur D+(z) aﬁn de prédire, à partir du centre de
masse à un redshift donné, le centre de masse évolué linéaire en z = 0. La courbe rouge,
correspondant au barycentre de la sphère de rayon croissant en z = 0, montre clairement
le pic caractéristique d’un maximum d’asymétrie en Rsphere = 85 h−1 Mpc. Au-delà de
ce pic, on observe une diminution de l’asymétrie qui, à terme devrait se traduire par un
retour au centre géométrique de la sphère. Les trois autres courbes indiquent l’évolution
temporelle corrigée par l’évolution linéaire du barycentre de la sphère. Le maximum,
situé aux alentours de 85 h−1 Mpc se maintient, ce qui indique que le champ de densité à
des redshift élevés, est déjà marqué par un pic d’asymétrie à des échelles intermédiaires.
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Figure 5.10: Évolution temporelle du centre de masse du catalogue réaliste de z = 0
(en rouge) à z = 4 (en bleu foncé) en cosmologie ΛCDM. Les différents barycentres
ont été renormalisés par leur évolution linéaire donnée par D+(z) afin de comparer les
positions et les amplitudes des pics à différents redshifts avec le barycentre en z = 0.
Le maximum d’asymétrie, situé à 85 h−1 Mpc, est déjà présent à des redshifts élevés.
L’absence de convergence évidente du centre de masse vers le centre géométrique de la
sphère à des échelles de 130 h−1 Mpc nous invite à considérer l’index d’asymétrie intro-
duit dans ce chapitre. Le calcul numérique de l’index d’asymétrie étant peu eﬃcace, il
est trop long de le réitérer trois nouvelles fois. De plus, aﬁn de capter le maximum d’asy-
métrie, seules les échelles supérieures à ∼40 h−1 Mpc nous intéressent. Nous allons donc
utiliser le centre de masse à travers la formule (5.7) aﬁn d’obtenir rapidement l’index
d’asymétrie à des échelles supérieures à ∼20 h−1 Mpc.
Ce calcul nous permet d’obtenir la ﬁgure 5.11. Celle-ci nous montre l’évolution tempo-
relle de l’index d’asymétrie calculé sur le champ de densité dans des sphères de rayons
croissants. Celui-ci est correctement normalisé entre 0 et 1 et présente un maximum local
vers 80 h−1 Mpc, en accord avec la ﬁgure 5.6. Ce maximum local reste positionné à la
même échelle lors de l’évolution temporelle. On observe également une convergence vers
la symétrie au fur et à mesure que le rayon de la sphère augmente et ce, quel que soit le
redshift observé.
L’asymétrie du champ de matière étant marquée à chaque instant de l’histoire de l’Uni-
vers, elle doit également être présente dans les conditions initiales de la simulation i.e.
dépendante du choix de phases initiales. Le problème du « bulk ﬂow » anormalement
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Figure 5.11: Évolution temporelle de l’index d’asymétrie des catalogues réalistes de
z = 0 (en rouge) à z = 4 (en bleu foncé) en cosmologie ΛCDM. Les différents index
d’asymétrie ont été renormalisés par leur évolution linéaire afin de comparer leurs ca-
ractéristiques à différents redshifts à l’index d’asymétrie mesuré aujourd’hui. L’excès
d’asymétrie à ∼ 80 h−1 Mpc est clairement visible, ainsi que la reconvergence vers la
symétrie à grandes échelles.
élevé peut donc être repensé, soit en terme de choix de phases, soit, de manière équiva-
lente sous une hypothèse d’ergodicité, en terme de positions particulières dans l’Univers.
Une mesure de l’index d’asymétrie dans les conditions initiales serait à même d’indiquer
ce lien fort entre « bulk ﬂow » anormal et choix de phases initiales.
Cependant, d’un point de vue numérique, les diﬀérences d’asymétrie sont très faibles
dans les conditions initiales, toutes les particules étant positionnées au centre de leurs
cellules PM associées. Pour des raisons numériques, cela ne permet donc pas d’observer
un quelconque maximum d’asymétrie. Ces eﬀets numériques sont d’ors et déjà visibles
dans toutes les ﬁgures concernant le champ de densité : alors que l’accord entre les esti-
mateurs d’asymétrie entre z = 0 et z = 2.33 est parfait, nous observons une légère dérive
lorsque l’asymétrie est calculée en z = 4. À ces redshifts, l’amplitude des ﬂuctuations
du champ de densité est en eﬀet quinze fois plus faible qu’en z = 0 si l’on considère
l’évolution linéaire, ce qui bruite déjà notre estimation de l’asymétrie.
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5.2.2 Évolution linéaire du lien entre asymétrie et mouvement d’en-
semble
Les mesures en redshift indiquent que le mouvement d’ensemble local actuel existait
déjà à des redshifts plus élevés. Comme le montre la ﬁgure 4.13, son ampliﬁcation a
suivi l’évolution temporelle linéaire, régie par le facteur A(z). Le « bulk ﬂow » issu
des catalogues réalistes est donc bien une quantité linéaire à tous points de vue : la
probabilité d’un ﬂot cosmique moyen en accord avec un proﬁl du type Watkins et al.
est explicable grâce à la prédiction linéaire spatiale ; la prédiction linéaire concernant
l’évolution temporelle nous permet également de retrouver l’amplitude du « bulk ﬂow »
à diﬀérents redshifts. En extrapolant ce dernier point, cela nous montre que le mouvement
d’ensemble local anormalement élevé est déjà présent dans les conditions initiales.
Le lien entre asymétrie du champ de matière à grandes échelles et champ de vitesse
se maintient également lorsque nous étudions plusieurs redshifts diﬀérents. En eﬀet,
l’amplitude de l’index d’asymétrie renormalisé par l’évolution linéaire en raison du D+
reste constante au cours du temps. Cela indique que le lien entre l’asymétrie du champ
de densité à 85 h−1 Mpc et le mouvement d’ensemble local particulièrement élevé à
53 h−1 Mpc se maintient au cours du temps. Ce problème peut donc être réinterprété en
terme du choix des conditions initiales dans un champ de densité gaussien : le choix de
phases initiales ﬁxe le nombre et l’amplitude des déviations par rapport à la linéarité. Un
observateur, tel Watkins et al., occupant une position rare dans l’Univers réalise donc des
mesures diﬀérentes de la prédiction linéaire car son environnement est initialement rare.
Cette conclusion nous amène à nous interroger sur la position des observateurs mesurant
des proﬁls de champ de vitesse à la Watkins et al. Cette question sera développée dans
la prochaine section.
5.3 Origine de l’asymétrie responsable du flot cosmique :
corrélation entre champs de vitesse et pics de densité
L’étude statistique de l’asymétrie du champ de matière des catalogues réaliste et linéaire
a permis de mettre en évidence l’existence d’un arrangement de structures à 85 h−1 Mpc
responsable du mouvement d’ensemble anormal mesuré à 50 h−1 Mpc dans le modèle
ΛCDM. Cependant, en considérant chacun de nos centres comme la réalisation d’un
événement rare dans un champ gaussien, cette analyse dynamique ne donne aucune
information sur la position des centres du catalogue reproduisant les observations de
Watkins et al. En particulier, la mise en évidence de cette asymétrie n’indique pas une
distribution particulière des 255 centres sélectionnés au sein du catalogue réaliste par
rapport aux 20000 centres jetés aléatoirement dans le volume simulé.
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Figure 5.12: Fonction d’auto-corrélation des centres du catalogue réaliste. Cette fonc-
tion est en accord avec une loi de puissance de paramètre γ = −1.72 et une distance de
corrélation r0 = 55 h−1 Mpc.
Dans un premier temps, il convient de montrer que les centres du catalogue réaliste se
trouvent bien en des positions particulières. Pour cela, nous allons caractériser la distri-
bution des centres du catalogue réaliste en faisant appel à la fonction d’auto-corrélation.
La caractérisation d’un ensemble de points par une fonction d’auto-corrélation est dé-
taillée Chapitre 6. Le résultat du calcul de la fonction de corrélation pour les centres
réalistes est indiquée ﬁgure 5.12 : une paramétrisation de la fonction de corrélation ξ(r)
sous la forme d’une loi de puissance (r/r0)γ nous donne une valeur de γ = −1.72 et
r0 = 55 h−1 Mpc. On retrouve le facteur −1.8 typique d’un mécanisme d’eﬀondrement
gravitationnel. Ainsi, cette valeur de γ nous indique que la répartition des centres du ca-
talogue réaliste n’est pas le fait du hasard mais découle d’un mécanisme gravitationnel.
La distance de corrélation r0 a une valeur élevée, ce qui montre que la distance caracté-
ristique entre deux centres du catalogue réaliste à la Watkins et al. est importante. Nous
montrerons que de telles valeurs de la distance caractéristique ne sont atteintes que pour
des halos de masse élevée, ce qui invite à associer les centres ayant des champs de vitesse
anormaux avec les halos de forte masse.
Ainsi, les positions des centres du catalogue réaliste ne sont pas aléatoires mais liées
avec le champ de matière sous-jacent. En particulier, la large distance de corrélation
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r0 invite à étudier la corrélation des positions des centres avec la position des halos de
forte masse dans l’Univers. Cette conclusion est en accord avec l’étude statistique de
l’asymétrie montrant que l’existence d’un ﬂot moyen important demande une asymétrie
élevée. Cette asymétrie importante ne peut résulter que de la proximité (∼ 85 h−1 Mpc)
avec des structures de masse importante.
Dans la suite, nous allons donc caractériser, pour l’ensemble des centres du catalogue réa-
liste, la proximité de ces centres avec un pic de densité. Ces pics de densité sont obtenus
grâce à une méthode de reconstruction du champ de densité que nous détaillons para-
graphe 5.3.1. Ainsi, la distance au premier pic de densité nous permettra de comprendre
pourquoi les centres du catalogue réaliste sont situés en des positions particulières. En
plus d’une explication sur la distribution des environnements exhibant un proﬁl de « bulk
ﬂow » anormalement élevé, cette mise en évidence fera également le lien avec l’asymétrie
à grandes échelles. Finalement, le proﬁl particulier des ﬂots cosmiques moyens invite
également à caractériser aux petites échelles les centres du catalogue réaliste aﬁn de
comprendre pleinement leurs positions dans la simulation. En particulier, cette caracté-
risation des premiers pics de densité voisins nous amènera à conclure sur la position des
centres du catalogue réaliste par rapport aux ﬁlaments et aux vides cosmiques.
5.3.1 Méthode de reconstruction du champ de densité
Aﬁn de reconstruire au plus près le champ de densité en s’aﬀranchissant des eﬀets de
grilles, un schéma complexe d’interpolation appelé « Smooth Particle Hydrodynamics »
(ou SPH) a été implémenté. Le principal intérêt de cette méthode est de respecter la
radialité lors de la mesure de hauteur des pics de densité. Cette méthode consiste en
l’introduction d’une extension spatiale pour chaque particule de matière noire. Cette
extension spatiale est utilisée pour moyenner les propriétés des particules de matière
noire grâce à une fonction noyau, également appelée kernel. Cela signiﬁe que n’importe
quelle quantité physique associée à une particule peut être obtenue en sommant chaque
contribution des particules situées à la distance ﬁxée par le kernel.
Les contributions de chaque particule à une quantité physique donnée sont donc lissées en
fonction de la distance à la particule d’intérêt et de la densité locale. Mathématiquement,
ce lissage est déﬁni au travers de la fonction kernelW : ce noyau est en général pris comme
une fonction gaussienne ou un spline cubique d’Hermite. Ces deux fonctions présentent
l’avantage d’annuler toutes contributions au-delà d’un certain nombre de fois l’échelle
de lissage : le spline cubique annule exactement toutes contributions au-delà de deux
longueurs de lissage alors que l’on considère que la gaussienne les annule au-delà de
cinq longueurs de lissage. Cela présente l’avantage d’accélérer les calculs numériques en
excluant les apports extrêmement faibles des particules lointaines.
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Ainsi, une quantité physique Q calculée en la position d’une particule ~ri est donnée par
l’équation suivante
Q(~ri) =
∑
j
mj
Qj
ρj
W (|~ri − ~rj |, λ) , (5.12)
dans laquelle mj est la masse de la j-ième particule, Qj la valeur de la quantité Q pour
la j-ième particule, ρj la densité associée à la j-ième particule et W ( ~X, λ) la fonction
noyau dont l’échelle de lissage λ est mentionné ci-dessus. En principe, la somme sur la
variable j s’étend sur toutes les particules de la simulation.
Une quantité physique particulièrement intéressante est la densité de la i-ème particule
située au point ~ri. Dans le cas simpliﬁé d’une simulation où toutes les particules ont
une masse m identique, la densité pour la i-ème particule de la simulation est alors
simplement la somme de toutes les contributions des particules englobées par la fonction
noyau :
ρi = ρ(~ri) =
∑
j
mjW (|~ri − ~rj |, λ) = m
∑
j
W (|~ri − ~rj |, λ) . (5.13)
Notons qu’il existe des codes hydrodynamiques cosmologiques tels GADGET [95, 96] qui
utilisent la méthode SPH combinée à un solveur aﬁn de résoudre une version relaxée des
équations de Vlasov-Poisson.
Cette méthode d’interpolation du champ de densité, implémentée en Fortran et paral-
lélisée MPI, se révèle crucial pour la détermination de l’origine dynamique du « bulk
ﬂow » anormalement élevé à 53 h−1 Mpc : en s’aﬀranchissant des eﬀets de grille, nous
atteignons une précision importante sur la position de la structure ou du pic de densité
responsable de l’organisation des centres du catalogue réaliste.
5.3.2 Distance au premier pic de densité
Aﬁn de comprendre la distribution des observateurs mesurant des champs de vitesse anor-
malement élevés (e.g. dans nos catalogues réalistes), une méthode simple est de calculer
la distance caractéristique entre la position du centre de la bulle (position de l’observa-
teur) et la position du premier pic de densité de hauteur supérieure à une limite ﬁxée
∆. Cette longueur au premier pic de densité dépend à priori de plusieurs paramètres :
l’échelle de lissage λ introduite lors de l’interpolation SPH (voir paragraphe 5.3.1) et la
valeur du pic de densité i.e. la masse de l’ensemble de structures détecté dans le volume
déﬁni par l’échelle de lissage λ. Une méthode brutale consiste en un pavage de cet espace
des paramètres (λ,∆) à la recherche de distribution caractéristique pour la distance entre
les centres du catalogue réaliste et le premier pic de densité de hauteur supérieure à ∆.
La ﬁgure 5.13 nous présente l’eﬀet de la longueur d’échantillonnage λ sur la reproduc-
tion d’un champ de densité mono-dimensionnel représenté en bleu : le champ de densité
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Figure 5.13: Effet de la longueur de lissage sur la mesure du champ de densité : plus
l’échelle de lissage est importante (de haut en bas), plus le comportement aux grandes
échelles du champ de densité en bleu est sondé.
échantillonné correspondant à trois échelles de lissage diﬀérentes sont représentées. Plus
l’échelle de lissage est faible, plus la reconstruction des pics de densité est précise. Une
longueur d’échantillonnage plus grande entraine un lissage important du champ de den-
sité, ce qui va nous permettre de sonder le comportement du champ de densité à grandes
échelles. Toutefois, globalement, les surdensités et les sous-densités restent à la même po-
sition. Finalement, à une surdensité δ et une échelle de lissage λ, nous pouvons associée
une masse moyenne contenue à l’intérieur de la boule SPH. Celle-ci s’exprime comme
suit :
M¯ =
4
3
πλ3ρ¯(1 + δ) . (5.14)
Jusqu’à présent, nous n’avons pas discuté le choix des paramètres (λ,∆). Nous choisissons
de nous appuyer sur la densité de probabilité ainsi que sur la fonction de répartition des
surdensités. En eﬀet, à partir de la statistique des boules SPH, il est direct d’obtenir la
fonction de distribution des surdensités. Les longueurs de lissage choisies correspondent
à la limite entre le régime linéaire et non-linéaire (8 h−1 Mpc) ainsi qu’à des échelles
sondant de plus en plus le régime non-linéaire. Nous ne sondons pas le régime purement
linéaire, les échelles de lissage devenant alors trop importante par rapport à l’échelle du
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maximum du « bulk ﬂow ».
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Figure 5.14: Densité de probabilité des surdensités en fonction de l’échelle de lissage.
Ces échelles sont choisies de manière à être à la limite du linéaire (i.e. 8 h−1 Mpc) et à
sonder le régime non-linéaire.
La fonction de distribution, présentée ﬁgure 5.14 pour quatre rayons de lissage, montre un
comportement diﬀérent pour les surdensités d’une échelle à l’autre : pour une longueur de
lissage de 8 h−1 Mpc, la fonction de distribution, bien modélisée par une loi log-normale
dans le régime quasi-linéaire, se rapproche d’une gaussienne. Plus les échelles sont faibles,
plus la modélisation par une loi-normale devient caduque, les non-linéarités augmentant
la probabilité d’observer un événement rare.
Aﬁn de déterminer les paramètres (λ,∆), nous allons nous intéresser à la fonction de
répartition. Celle-ci va en eﬀet nous permettre de ﬁxer des seuils pour les surdensités en
terme de niveau de conﬁance. De cette manière, connaissant la fonction de répartition
pour chaque rayon de lissage déterminée précédemment, nous allons pouvoir déterminer
de manière univoque les seuils à utiliser pour identiﬁer les pics de densité premiers voisins
d’un centre du catalogue réaliste. Les fonctions de répartition, représentées en couleur
pour les diﬀérents rayons sélectionnés sur la ﬁgure 5.15, augmentent continument de 0
à 1. L’étude des champs de vitesse a montré que l’observation d’un ﬂot cosmique d’une
telle amplitude à 53 h−1 Mpc est exclu à 3 σ. Nous choisissons naturellement cette limite
ayant un sens uniquement dans le cas gaussien. La transposition en terme de pourcentage
nous donne une exclusion à 99.73% de niveau de conﬁance. Cette droite, illustrée en noir
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sur la ﬁgure 5.15, est visible dans le médaillon en bas à droite. Aﬁn d’encadrer cette
limite, nous choisissons également les limites à 1 σ (i.e. 68% de niveau de conﬁance) et
5 σ (i.e. 99.99% de niveau de conﬁance). Ces limites statistiques nous permettent, pour
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Figure 5.15: Fonction de répartition des surdensités en fonction de l’échelle de lissage.
Nous fixons trois seuils statistiques à 1, 3 et 5 σ (ici en noir dans le cas gaussien) : ceux-
ci, exprimés en pourcentage, permettent de trouver, à une échelle de lissage λ donnée,
le seuil ∆ à appliquer sur les surdensités. Nous prenons soin de déterminer les limites
à N σ en cherchant l’écart ∆Nσ au pic ∆max de la pdf tel que :
FX(∆max +∆Nσ)− FX(∆max −∆Nσ) = Nσ.
un rayon de lissage donné, de ﬁxer de manière univoque le seuil ∆ sur la surdensité. En
d’autres termes, tous les seuils ∆ seront équivalents, d’un rayon à l’autre, à un certain
niveau de conﬁance − à savoir 1, 3 ou 5 σ. Nous pourrons donc comprendre, à un niveau
de conﬁance donné, l’inﬂuence de l’échelle de lissage λ et du seuil ∆ sur la distribution
des pics de densité premiers voisins d’un centre du catalogue réaliste.
5.3.3 Distribution spatiale des flots cosmiques anormaux
La ﬁgure 5.16 nous montre les histogrammes des distances des centres des objets du
catalogue réaliste avec le premier pic de densité en fonction de l’échelle de lissage λ (de
haut en bas) et en fonction du seuil ∆ (de gauche à droite) déterminé par la méthode
décrite précédemment. Aﬁn de détailler les diﬀérentes hauteurs de pic de premier voisin,
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nous indiquons par les couleurs rouge, bleu et vert les pics de densité dont la hauteur
est respectivement supérieure à la limite ∆, ∆+ 15% et ∆+ 30%. Par exemple, pour la
ﬁgure en haut à gauche, le seuil minimal de sélection ∆ est égal à 0.5. La hauteur totale
du bin indique le nombre de voisins dont la hauteur du pic est supérieure à ∆. Pour le
premier bin, 15% des premiers voisins ont une hauteur comprise entre 0.5 et 0.58 (en
rouge) ; 15% des premiers pics de densité voisin ont une hauteur comprise entre 0.58 et
0.65 (en bleu) ; 70% des premiers pics ont une hauteur supérieure à 0.65 (en vert).
Décrivons tout d’abord la forme des distributions des premiers voisins pour le rayon de
lissage le plus important (λ = 8 h−1 Mpc). Si l’on recherche auprès des centres du cata-
logue réaliste des pics de densité dont la hauteur est faible (graphique en haut à gauche),
nous voyons que la distance moyenne au premier voisin s’étend de manière constante de
5 à ∼ 20 h−1 Mpc et chute brusquement au-delà. Cela signiﬁe que, pour des distances
supérieures à 30 h−1 Mpc, tous les objets du catalogue réaliste ont un pic de densité voi-
sin de la hauteur voulue. Les diﬀérentes couleurs nous montrent que presque la totalité
des pics ont une hauteur supérieure à 0.65. Cela signiﬁe que peu de pics très faibles sont
à une distance inférieure à 30 h−1 Mpc des centres du catalogue réaliste à la Watkins
et al. : les régions ainsi mises en évidence sont donc à mettre en corrélation avec des
ﬁlaments plutôt qu’avec des vides.
La ﬁgure centrale nous montre une distribution gaussienne de moyenne 82 h−1 Mpc et
d’écart-type 24 h−1 Mpc. Parmi les premiers pics de densité voisin d’un centre à la Wat-
kins et al., il existe une grande diversité de hauteur de pics, avec près de la moitié des pics
ayant une hauteur comprise entre 8.5 et 9.8. Une distance caractéristique, située autour
de 82 h−1 Mpc, est donc mise en évidence : soulignons que cette échelle est proche de la
distance du maximum de l’index d’asymétrie.
La ﬁgure de droite, recherchant les pics de densité les plus élevés parmi les voisins
des centres du catalogue réaliste, nous montre une distribution asymétrique avec deux
maxima à 240 et 280 h−1 Mpc. Si nous approchons cette distribution sous la forme d’une
gaussienne, celle-ci a une moyenne de 240 h−1 Mpc et un écart-type de 60 h−1 Mpc.
Cependant, deux raisons nous poussent à nous interroger sur la pertinence d’une telle
modélisation. Premièrement, le meilleur ﬁt gaussien sous-estime la distribution loin de
la moyenne et la sur-estime en son centre. Cela tend à nous indiquer que le ﬁt gaussien
n’est pas approprié. Deuxièmement, cette gaussienne a un écart-type élevé indiquant
que toutes les échelles de 180 à 300 h−1 Mpc jouent un rôle signiﬁcatif. Cette très large
gamme d’échelles peut être le simple reﬂet du faible nombre d’événements à 5σ, qui
entraine alors mécaniquement une distribution poissonnienne de large écart-type.
La conclusion de l’étude de la distance des centres du catalogue réaliste au premier
pic de densité pour ce rayon de lissage est simple : la position des centres du cata-
logue réaliste est liée à la présence d’un pic de densité d’une hauteur équivalente à
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Figure 5.16: Distance des centres des objets du catalogue réaliste au premier pic de
densité en fonction de l’échelle de lissage λ (de haut en bas) et du seuil ∆ (de gauche à
droite). La hauteur totale indique le nombre de pics ayant une densité supérieure à la
limite ∆ à une distance r d’un centre du catalogue réaliste. En rouge, vert et bleu sont
indiquées les fractions de pics de densité comprises entre les limites de la légende.
une masse M= 1.5× 1015 h−1 M⊙ déﬁni statistiquement à 3σ et situé à une distance
de 82 h−1 Mpc. Cependant, aﬁn de conﬁrmer et d’aﬃner cette conclusion, il convient
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1 σ 3 σ 5 σ
8 h−1 Mpc
µ1 = 9.1 µ1 = 82 µ1 = 240
µ2 = 6.2 µ2 = 24 µ2 = 60
5 h−1 Mpc
µ1 = 12 µ1 = 79 µ1 = 218
µ2 = 7.7 µ2 = 22 µ2 = 80
2.5 h−1 Mpc
µ1 = 12 µ1 = 79 µ1 = 191
µ2 = 6.5 µ2 = 22 µ2 = 70
1.25 h−1 Mpc
µ1 = 9 µ1 = 76 µ1 = 206
µ2 = 6.5 µ2 = 26 µ2 = 72
Table 5.1: Paramètres de fit gaussien pour les distributions des premiers pics de densité
voisins en fonction du rayon de lissage et du seuil statistique. Le moment d’ordre un de
la gaussienne (i.e. la moyenne) est noté µ1 alors que le moment d’ordre 2 est noté µ2.
d’étudier la convergence de ces mesures lorsque nous changeons l’échelle de lissage λ. En
eﬀet, un sur-échantillonnage peut modiﬁer certaines distributions en faisant apparaître
de nombreux pics de densité peu représentatifs de leurs environnements. De même un
sous-échantillonage peut impliquer un étalement important des distributions en mêlant
de manière trop prononcée vides et structures.
Sachant que les seuils sont ﬁxés sur un critère statistique, nous serons à même de suivre
les pics de densité d’un rayon de lissage à l’autre. Ainsi, une distribution conservant les
mêmes moments sera considérée comme étant le reﬂet d’un même pic de densité, que l’on
retrouve en faisant varier le taille de l’échantillonnage du champ de densité. À l’inverse,
une distribution dont les moments varieront avec l’échelle de lissage sera le signe d’une
très grande variété des pics de densité.
L’eﬀet de l’échelle de lissage est indiquée de haut en bas sur la ﬁgure 5.16. La deuxième
série de ﬁgure est obtenue avec une échelle de lissage de 5 h−1 Mpc et les suivantes avec
des échelles respectivement deux et quatre fois plus faibles aﬁn de sonder le régime non-
linéaire (i.e. les pics de densité les plus élevés). Une fois le champ de densité échantillonné,
nous parcourons encore une fois l’ensemble des seuils : notre méthode revient alors à
sonder plus précisément le champ de densité contenu dans la bulle de rayon λ. Nous
remarquons globalement des tendances identiques pour chaque longueur de lissage : pour
une limite ∆ faible, il existe toujours un pic de densité voisin d’une distance inférieure
à 35 h−1 Mpc ; pour les seuils les plus importants, la distribution des premiers voisins
reste quelconque, approchable grossièrement par une gaussienne centrée autour de 200
h−1 Mpc et un écart-type de ∼ 80 h−1 Mpc. Les valeurs des « best ﬁts » pour un cas
gaussien sont indiquées dans le tableau 5.1. La grande diversité des moyennes (entre 191
et 240 h−1 Mpc) et des écarts-types associés aux événements à 5σ montrent que les plus
fortes concentrations de matière dans l’Univers ne sont pas liées à la position des centres
du catalogue réaliste.
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On remarque l’accord entre les quatre distributions centrales avec un pic très net autour
de 80 h−1 Mpc et des écarts-types faibles indiquant des gaussiennes piquées. Cet accord
est souligné par un test d’adéquation de Kolmogorov-Smirnov. Celui-ci indique que si
les trois distributions proviennent de la même loi, alors la probabilité d’observer une
statistique D = 0.19 aussi éloignée de 0 vaut 0.80. La probabilité est donc ici de 80% :
on ne rejette donc pas l’hypothèse nulle (i.e. ces distributions suivent la même loi). Les
quatre distributions découlent bien de la même loi statistique.
Cependant, nous voyons apparaitre pour les pics de densité les plus faibles (respective-
ment les plus élevés) les problèmes associés au sous-échantillonage (respectivement au
sur-échantillonage) consistant en un étalement de la gaussienne. Dans un cas, cet éta-
lement est lié à la prise en compte d’un trop grand nombre d’échelles. Dans le second
cas, l’étalement de la distribution est associé au sur-échantillonage du champ de densité,
faisant apparaitre de très nombreux pics de densité à l’intérieur des bulles de rayon λ
précédemment identiﬁés.
Ainsi, en considérant les échelles de lissage intermédiaires, nous pouvons, à partir de la
valeur du seuil, déterminer la masse équivalente. Les positions des centres du catalogue
réaliste sont alors toutes reliées à la présence comme premier voisin d’un pic de densité
contenant une masse de 7×1014 h−1 M⊙ à une distance de l’ordre de 80 h−1 Mpc. La pré-
sence d’un tel pic de densité, contenant 7× 1014 h−1 M⊙ dans une bulle de 2.5 h−1 Mpc
de rayon, à cette distance caractéristique de 80 h−1 Mpc permet d’expliquer également
l’asymétrie du champ de matière tridimensionnel aux mêmes échelles.
x (h
−1
Mpc)
log(1 + δ)
∆1
∆2
∆3
Figure 5.17: Effet du seuil sur l’identification du pic de densité voisin d’un centre du
catalogue réaliste (présentant un profil de flot cosmique suivant la tendance indiquée par
les mesures de Watkins et al.). Un seuil faible ∆1 va entrainer de nombreux voisins très
proches. Un seuil important ∆3 identifie les rares pics très élevés. Un seuil intermédiaire
nous permet de comprendre la raison de la position des centres du catalogue réaliste.
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Finalement, aﬁn de comprendre ces proﬁls en fonction de l’évolution du seuil, revenons à
la méthode employée et en particulier à la seconde opération, consistant en l’application
d’un seuil ∆ déﬁni de manière statistique aﬁn de sélectionner uniquement les pics dont
la hauteur est supérieure à cette limite. La ﬁgure 5.17 représente cette opération de
seuillage sur un champ de densité continu (en bleu). À partir de ce graphique, il nous
est possible de comprendre la répartition de centres du catalogue réaliste et la raison du
lien entre centres du catalogue réaliste et pics de densité d’une hauteur intermédiaire.
Pour quantiﬁer de manière locale les centres du catalogue réaliste, considérons tout
d’abord la limite basse à 1σ ∆1 : peu importe la position des centres à la Watkins
et al., ces centres seront toujours très proches d’un pic de densité de hauteur supérieure
à ∆1. Cela implique un début de distribution très plane. La pire des situations se produit
lorsqu’un centre du catalogue réaliste se trouve au milieu d’un vide. Dans ce cas, le pre-
mier voisin dépassant le seuil ∆1 sera très éloigné du centre à la Watkins. Ces événements
rares correspondent à la décroissance rapide observée au-delà d’une certaine échelle. En
d’autres termes, les valeurs de pic de densité ∆1 considéré étant caractéristique des ﬁla-
ments de matière noire, nous pouvons conclure que les centres du catalogue réaliste sont
localement proches de ﬁlaments. Toutefois, en ﬁxant une limite au pallier à 20 h−1 Mpc,
environ 20% de ces centres seront dans des zones sous-denses.
La limite à 5σ ∆3 nous permet d’expliquer les distributions des premiers voisins ob-
servées dans la colonne de droite de la ﬁgure 5.16. Graphiquement, nous voyons qu’un
seuil important ∆3 sélectionne les rares pics très élevés. La rareté de ces événements va
entrainer une distribution poissonnienne avec un large écart-type sans réel interprétation
possible, tant le nombre d’échelles en jeu semble important. Ainsi, dans le cas de nos
mesures numériques, les gaussiennes utilisées pour approcher les distributions se révèlent
être extrêmement larges, avec des écarts-types de l’ordre de ∼ 80 h−1 Mpc.
Finalement, en considérant la limite à 3σ ∆2, nous pouvons comprendre la distribution
des premiers voisins entre centres du catalogue aléatoire et pics de densité de valeur
intermédiaire. En eﬀet, dans un cas où les centres du catalogue à la Watkins et al. sont
positionnés aléatoirement, la valeur du seuil ∆2 doit impliquer une distribution similaire
à celle induite par ∆1 avec une forme particulière ou ∆3 avec un écart-type important.
Cependant, nous avons vu précédemment que pour certaines valeurs de ∆, nous mettons
en évidence une distribution gaussienne centrée sur ∼ 80 h−1 Mpc avec un écart-type
faible (∼ 20 h−1 Mpc). Cela indique donc que les premiers voisins à des hauteurs inter-
médiaires sont positionnés de manière non aléatoire : les centres du catalogue réaliste
sont donc tous associés à la présence à une distance de 80 h−1 Mpc d’un pic de densité
statistiquement rare (à 3σ) d’une valeur intermédiaire enserrant une masse de l’ordre de
7× 1014 h−1 M⊙.
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Aﬁn de souligner d’une manière plus évidente encore le lien entre ces pics de densité à 3σ
et le ﬂot cosmiquue élevé, nous corrélerons dans un futur proche la direction donnée par
le pic de densité identiﬁé et celle du ﬂot cosmique à 53 h−1 Mpc. Cette mise en évidence
utilisera la même méthode que celle développée autour de l’équation (5.10) et permettra
de conclure déﬁnitivement sur le rôle joué par ce pic de densité à 3σ.
Ces Chapitres 4 et 5 ont donc permis d’étudier en détail la raison de l’existence d’un
champ de vitesse anormalement élevé dans les observations récentes menées par Watkins
et al. [51]. En particulier, en interprétant les observations sous la forme de la réalisation
d’un événement statistiquement rare et en faisant appel à la construction de catalogue
numérique au sein de simulations hautes performances, nous avons démontré la cohé-
rence des mesures observationnelles avec la théorie linéaire. À partir de la déviation du
ﬂot cosmique à la prédiction linaire, nous avons introduit une nouvelle sonde de la cos-
mologie utilisant la convergence à la théorie linéaire.
Dans ce chapitre, nous nous sommes plus particulièrement intéressés à l’origine dyna-
mique du « bulk ﬂow » et à la raison du positionnement des centres du catalogue réaliste
en ΛCDM. En se plaçant dans le cadre d’un événement statistiquement rare en théorie
linéaire et en combinant le caractère vectoriel des champs de vitesse et une mesure quan-
titative de l’asymétrie du champ de densité dans une boule de matière, nous avons montré
que l’origine dynamique du ﬂot cosmique anormalement élevé à 53 h−1 Mpc est une asy-
métrie du champ de matière tridimensionnel à des échelles de l’ordre de 85 h−1 Mpc.
Une analyse temporelle nous a également permis de démontrer le lien entre le mouve-
ment d’ensemble local anormalement élevé aujourd’hui et celui à haut redshift − voire
dans les conditions initiales.
Cependant, l’identiﬁcation de cette origine dynamique ne renseigne pas sur la raison de
la position des centres du catalogue réaliste. Ainsi, aﬁn de comprendre la raison de ce
positionnement, nous avons fait appel à un lissage du champ de densité. Au sein de ce
champ lissé, nous avons recherché quel est le pic de densité supérieur à une hauteur don-
née le plus proche d’un centre du catalogue réaliste. Cette recherche de premier voisin
a permis de conclure sur la position des centres du catalogue réaliste : plus de 80% de
ces centres sont situés à moins de 20 h−1 Mpc de ﬁlaments, les 20% restants étant dans
des régions sous-denses ; ces centres sont situés à une distance de 80 ±20 h−1 Mpc d’un
pic de densité dont la masse équivalente est de l’ordre de 7× 1014 h−1 M⊙. Cette masse
est alors à même d’expliquer l’asymétrie du champ de matière à 85 h−1 Mpc introduite
pour expliquer l’origine dynamique du ﬂot cosmique anormalement élevé.
Ces nombreux liens avec le champ de densité (fonction de distribution et de répartition,
caractérisation par l’asymétrie...) nous invite à le comprendre de manière poussée (par
exemple, en terme d’eﬀondrement et de cosmologie) grâce aux fonctions de corrélation.



Chapitre
6
Distribution de la matière aux
grandes échelles
6.1 Mesurer la distribution des galaxies . . . . . . . . . . . . . . 152
6.1.1 Fonctions de corrélation : définition . . . . . . . . . . . . . . . 152
6.1.2 Lien avec le spectre de puissance du champ de densité . . . . . 154
6.1.3 Calcul numérique de la fonction de corrélation . . . . . . . . . 157
6.2 Fonction de corrélation dans les simulations DEUSS . . . . 158
6.2.1 Fonctions de corrélation, oscillations acoustiques de baryons . . 158
6.2.2 Fonction de corrélation sur les halos et biais en ΛCDM . . . . . 161
6.2.3 Comparaison entre les mesures numériques et les approches
théoriques du biais en ΛCDM . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 165
6.2.4 Influence de la cosmologie sur la fonction de corrélation et le biais168
6.2.5 Évolution temporelle de la fonction de corrélation et du biais . 171
6.3 Distribution des galaxies dans l’espace des redshifts . . . . 176
6.3.1 Fonction de corrélation dans l’espace des redshifts . . . . . . . 176
6.3.2 Mesure des fonctions de corrélation dans l’espace des redshifts 179
La compréhension des champs de vitesse anormalement élevés à des échelles intermé-
diaires en faisant appel aux notions d’événements statistiquement rares a permis de
caractériser le champ de densité à la fois de manière intégrée, avec l’introduction d’un
estimateur appelé index d’asymétrie ainsi qu’en terme local avec l’étude de la position
des événements rares par rapport aux pics de densité. Il a également permis d’introduire
une sonde originale de la cosmologie, à savoir la reconvergence du moment dipolaire des
champs de vitesse vers la prédiction linéaire après une échelle présentant un excès de ﬂot
cosmique.
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Les champs de vitesse ont également une inﬂuence sur la distribution des galaxies obser-
vée dans les relevés du ciel tels le 2MRS ou le 6dF. Aﬁn de comprendre cette inﬂuence,
il convient, dans un premier temps, de quantiﬁer les biais entre le champ de densité
continu et le champ de densité mesuré à partir des halos de matière noire détectés dans
une simulation. Dans un second temps, les distorsions associées aux vitesses particulières
peuvent être mises en évidence dans l’espace des redshifts.
Cette volonté de caractériser le champ de densité nous invite à nous questionner sur
l’organisation du champ de matière et en particulier sur l’existence d’un biais entre le
champ de densité continu et le champ de matière échantillonné avec les halos de matière
noire. Aﬁn de préciser ces diﬀérences, la fonction de corrélation semble être l’indicateur
le plus évident.
Les catalogues de galaxies du ciel profond listent seulement les positions des galaxies, des
amas ou des sources radios ou X détectées. Ces positions correspondent à un échantillon-
nage du champ de densité sous-jacent, pouvant être reconstruit en utilisant les méthodes
décrites dans le Chapitre 4 : la distribution de matière est donc indiquée par la distri-
bution des objets dans l’Univers. Si nous supposons que tous les objets sont de la même
nature au sein d’un catalogue, faisant par exemple ﬁ de la masse d’un halo par rapport à
un autre, cette distribution ne dépend plus que de la position ~ri de l’ensemble des points
d’un catalogue et peut être décrite uniquement au travers de fonction de corrélation à
N-points.
Il est intéressant de remarquer que les développements statistiques autour des fonctions
de corrélation de ce chapitre se rapprochent des modélisations statistiques des gaz non
parfaits. De nombreux travaux (Saslaw et al. [97, 98] ou Yang et al. [99]) tentent d’ailleurs
de lier les approches gravitationnelle et thermodynamique aﬁn de décrire d’une manière
originale l’eﬀondrement gravitationnel d’un ensemble d’objets en interaction.
6.1 Mesurer la distribution des galaxies
6.1.1 Fonctions de corrélation : définition
La fonction de corrélation est une mesure du degré de structuration (spatial nommé
ξ(r) ou angulaire appelé ω(θ)) d’un champ repéré par des particules par rapport à une
distribution aléatoire. La fonction de corrélation spatiale à deux points ξ(r), également
appelée fonction d’autocorrélation, est déﬁnie comme l’excès de probabilité par rapport
à une distribution aléatoire poissonnienne de trouver une paire de galaxies à une distance
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de séparation égale à r12 :
dP = n¯2(1 + ξ(r12))dV1dV2 (6.1)
avec n¯ la densité moyenne d’objets (particules, galaxies, halos...). La ﬁgure 6.1 résume
la méthode pour obtenir la probabilité de trouver un objet dans un volume dV1 et un
objet dans un volume dV2 à une distance r12.
dV1
dV2
!r12
Figure 6.1: La fonction de corrélation à deux points décrit l’excès de probabilité, par
rapport à une distribution générée par un processus aléatoire poissonnien, de trouver
une galaxie dans un élément de volume dV1 à une distance r12 d’une galaxie dV2.
La fonction de corrélation à deux points peut aussi être vue comme la réponse à la
question suivante :
Sachant que l’on considère un objet au hasard, quelle est la probabilité qu’un autre objet
soit présent à une distance r ?
Il est évident que dans un cas où les diﬀérents objets sont placés au hasard, suivant
un processus poissonnien, la probabilité de trouver un objet proche de mon objet de
départ est la même que celle de trouver un objet loin de celui-ci. En d’autres termes, la
répartition de mes points étant dictée par le hasard, la probabilité de trouver deux objets
ne dépend pas de la distance entre ces objets. À l’inverse, lorsqu’un processus physique
structurant va intervenir, des distances ou échelles caractéristiques vont entrer en jeu.
En termes mathématiques, cette question se traduit par la formule suivante :
dP = n¯(1 + ξ(r))dV (6.2)
avec n¯ la densité moyenne d’objets, dV un élément inﬁnitésimal de volume et ξ(r) la
fonction de corrélation à deux points. Sur les échelles déﬁnies par 0.1 h−1 Mpc ≤ r ≤ 10
h−1 Mpc, la fonction de corrélation spatiale des galaxies est assez bien décrite par une
loi de puissance de la forme ξ(r) = (r/r0)γ avec une pente γ = −1.8 et une échelle de
corrélation r0 ∼ 5 h−1 Mpc. Cette échelle de corrélation nous renseigne sur l’intensité
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de la structuration. Cette intensité étant diﬀérente d’un modèle cosmologique à l’autre,
l’échelle de corrélation est directement reliée à la cosmologie : en particulier, nous montre-
rons que la longueur de corrélation est très diﬀérente entre les modèles ΛCDM, RPCDM
et SUCDM.
La fonction de corrélation angulaire peut également être décrite par une loi de puissance,
avec ω(θ) = Aθ1+γ . La quantité A dépend de la profondeur du relevé de galaxie, en
raison de la dilution du signal due aux divers eﬀets de projection.
Les déﬁnitions décrites ci-dessus, faisant appel à une comparaison avec une distribution
poissonnienne, sont toutefois assez éloignées de la déﬁnition mathématique habituelle
d’une fonction de corrélation 1. Cependant, nous pouvons faire le lien avec cette déﬁni-
tion mathématique i.e. ρX,Y = E [(X − E(X)) · (Y − E(Y ))] où E représente l’espérance
mathématique. Nous considérons donc les variables aléatoires X et Y comme étant as-
sociées au champ de densité δ. La moyenne E(δ) du champ de densité est nulle, ce qui
implique que :
ρδ,δ = E [δ(~x) · δ(~x+ ~r)] . (6.3)
En réintroduisant les notations classiques, à savoir la fonction de corrélation spatiale
ξ(~r), l’équation (6.3) se réécrit :
ξ(~r) = 〈δ(~x)δ(~x+ ~r)〉 (6.4)
Ce lien avec la déﬁnition statistique de la corrélation nous permet d’obtenir un pont
entre la description statistique de l’eﬀondrement du champ de matière et le spectre de
puissance.
6.1.2 Lien avec le spectre de puissance du champ de densité
Nous avons vu au cours des chapitres précédents l’importance du spectre de puissance
en cosmologie : en eﬀet, celui-ci permet de prédire diverses observables comme la loi
d’évolution de la structuration en fonction de l’échelle σ(R, z), le mouvement d’ensemble
local, etc. Il est également essentiel aﬁn de comparer les contributions des diverses échelles
dans le cadre de divers modèles cosmologiques.
Au vue de la déﬁnition en termes de distribution de ﬂuctuations dans l’espace réel (6.4)
et en supposant que l’Univers est isotrope, un passage dans l’espace de Fourier nous
permet d’obtenir facilement la relation entre le spectre de puissance et la fonction de
1. Dans la suite de ce chapitre, par fonction de corrélation, nous comprendrons fonction d’autocor-
rélation
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corrélation :
ξ(r) =
∫
~x
∫
~k
∫
~k′
d3~kd3~k′d3~x
(2π)6
exp(−i~k · ~x) exp
(
−i~k′ · (~x+ ~r)
)
〈δˆ(~k)δˆ(~k′)〉
=
∫
~k
d3~k
(2π)3
exp(i~k · ~r)〈δˆ(~k)δˆ(−~k)〉
=
∫
~k
d3~k
(2π)3
exp(i~k · ~r)Pδ(k)
ξ(r) =
1
2π2
∫ ∞
0
dk k2P (k)sinc(k|r|)
avec
sinc x =
sinx
x
, (6.5)
la fonction sinus cardinal. La dernière ligne, faisant intervenir le sinus cardinal, est ob-
tenue sous l’hypothèse classique d’isotropie de l’espace. Celle-ci montre que le spectre
de puissance est bien déﬁni comme la transformée de Fourier inverse de la fonction de
corrélation.
La ﬁgure 6.2 nous montre, à diﬀérents redshifts, la forme de la fonction de corrélation
(à droite) calculée à partir du spectre de puissance non-linéaire prédit par Smith et al.
[100] (à gauche). À gauche, le spectre de puissance théorique de Smith et al. peut être
décomposé en trois parties : une partie conforme à la théorie linéaire des perturbations
cosmologiques à petit nombre d’ondes, une région où le régime non-linéaire se développe
et une région de saturation de l’eﬀet de non-linéarité à grands nombres d’ondes. Au
fur et à mesure de l’évolution cosmique, un décalage de ces diﬀérentes régions s’opère :
cela correspond à une structuration de l’Univers et à un eﬀondrement non-linéaire à des
échelles de plus en plus importantes par un eﬀet de couplage de modes. Ces diﬀérents
aspects caractéristiques se retrouvent sur la fonction de corrélation. À haut redshift,
seuls les eﬀets linéaires dominent aux échelles indiquées sur le graphique 6.2. Parmi
ces caractéristiques linéaires, on remarque la présence d’un pic autour de 105 h−1 Mpc
correspondant au pic principal des oscillations acoustiques de baryons du spectre de
puissance. Lors de l’évolution temporelle de l’Univers, la position et l’amplitude de ces
oscillations acoustiques varient peu : cela signiﬁe que les BAO constituent une distance
standard dans l’Univers. Au fur et à mesure de la structuration, les eﬀets non-linéaires
se font de plus en plus ressentir, en se propageant des petites échelles vers les grandes.
Graphiquement, cet eﬀet correspond à une déviation par rapport aux courbes en tirets
issues de considérations purement linéaires. Ainsi, le domaine non-linéaire se propage à
plus grandes distances au fur et à mesure du temps : à z = 2.3, les échelles fortement
non-linéaires sont celles voisines de 1 h−1 Mpc ; en z = 1, les eﬀets non-linéaires se font
sentir jusqu’à 2.5 h−1 Mpc ; en z = 0, l’eﬀondrement fortement non-linéaire a atteint
des échelles caractéristiques de l’ordre de ∼ 8 h−1 Mpc. En z = 0, nous apercevons aux
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Figure 6.2: Calcul des fonctions de corrélation à différents redshifts (correspondant
aux différentes couleurs) à partir de la transformée de Fourier des spectres de puissance
non-linéaire prédits par Smith et al. [100] dans le modèle ΛCDM. L’oscillation des BAO
présente à k ∼ 0.06 h/Mpc se retrouve à une échelle caractéristique de 105 h−1 Mpc
dans la fonction de corrélation. On remarque principalement la présence de deux régions
sur la fonction de corrélation : une région non-linéaire avant ∼ 8 h−1 Mpc et une région
linéaire au-delà. La prédiction linéaire de la fonction de corrélation est donnée en tirets
à chaque redshift. Ces deux régions sont retrouvées aux différents redshifts directement
sur le spectre de puissance.
alentours d’une distance de 0.5 h−1 Mpc les débuts de la région de saturation décrite
précédemment. Cependant, il convient de prendre garde aux eﬀets non-linéaires ﬁns
inﬂuant sur les échelles plus élevées que celles décrites ci-dessus [89]. Au-delà d’une
distance de 130 h−1 Mpc, la fonction de corrélation devient négative ce qui indique que
le champ de matière est anti-corrélé par rapport à une distribution poissonnienne.
Sachant calculer la fonction de corrélation, il convient de comparer la prédiction issue
du spectre de puissance avec une approche statistique, en particulier aux faibles échelles.
En eﬀet, le calcul du spectre de puissance par transformée de Fourier est valable jusqu’à
la fréquence de Nyquist de la grille utilisée pour l’interpolation du champ de densité :
pour des raisons numériques, cette limite est commune à la grille utilisée pour interpoler
le champ de densité et au code dynamique PM standard. Dans ce cas, il s’agit de la
taille d’une cellule PM divisée par deux. Au-delà de cette échelle de Nyquist, le bruit
thermique ou « shot noise » empêche toutes mesures. Un des intérêts de la fonction de
corrélation calculée de manière probabiliste est de dépasser aisément cette fréquence de
Nyquist et d’accéder à des échelles très fortement non-linéaires, non accessibles par le
spectre de puissance pour des raisons numériques.
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6.1.3 Calcul numérique de la fonction de corrélation
Aﬁn de calculer numériquement la fonction de corrélation pour un ensemble d’objets,
comme par exemple les particules de matière noire peuplant une simulation numérique
ou les halos détectés par Friends-of-Friends, la déﬁnition illustrée ﬁgure 6.1 est utilisée.
L’idée est donc de compter le nombre d’objets éloignés d’une distance donnée et de la
comparer à une distribution aléatoire. Cela revient donc à construire un histogramme de
la séparation relative d’un nombre important de paires d’objets représentant une entité
gravitationnelle (particules, halos, galaxies etc.). Nous appellerons cette quantité DD, ce
qui signiﬁe corrélation du catalogue de données (ou corrélation « Données-Données »).
La fonction de corrélation étant déﬁnie comme un excès de probabilité par rapport à
une distribution aléatoire poissonnienne, il faut également construire un histogramme
correspondant à la distance relative d’un nombre important de paires d’objets tirés aléa-
toirement. Cette quantité sera appelée RR pour catalogue aléatoire ou Random-Random.
Finalement une troisième quantité correspondant à l’histogramme des séparations entre
données et points aléatoires permet d’obtenir des estimateurs approchés plus eﬃcaces que
l’estimateur standard introduit par Peebles [43]. Une discussion des divers estimateurs
et de leur signiﬁcation est détaillée dans l’Annexe A.
Les mesures de fonction de corrélation sont obtenues à partir de l’estimateur de Landy et
Szalay [101]. Les avantages de cet estimateur sont sa robustesse aux eﬀets de bord (relevé
partiel du ciel) et sa variance, strictement poissonienne suivant le nombre de points du
catalogue aléatoire. Cela implique que cet estimateur aura une dépendance plus faible
sur le nombre de points du catalogue aléatoire [102] que les autres estimateurs décrits
dans l’Annexe A.
La fonction de corrélation de Landy et Szalay pour un nombre de points de données nD
et un nombre de points aléatoires nR diﬀérents s’écrit :
ξ(r) =
nR(nR − 1)
nD(nD − 1)
DD
RR
− 2nR − 1
nD
DR
RR
+ 1 . (6.6)
Cependant, quel que soit l’estimateur considéré, le temps nécessaire au calcul de la sé-
paration entre les diﬀérents objets des catalogues aléatoires et de données augmente en
O(N2). Cette augmentation, proportionnelle au carré du nombre de paires analysées,
rend diﬃcile le calcul de la fonction de corrélation sur des millions de points.
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6.2 Fonction de corrélation dans les simulations DEUSS
Les simulations DEUSS ont suivi l’eﬀondrement gravitationnel de plus d’un milliard de
particules : le calcul d’une fonction de corrélation sur l’ensemble de ces données demande
une très grande puissance de calcul. Nous obtenons donc la fonction de corrélation sur un
sous-ensemble de points en calculant toutes les paires DD, DR et RR de manière brutale.
Aﬁn d’accélérer l’exécution du code, nous utilisons une méthode de parallélisation décrite
dans l’Annexe A faisant appel à un algorithme de rotation des particules.
6.2.1 Fonctions de corrélation, oscillations acoustiques de baryons
La série de simulations DEUSS est donc décomposée en neuf simulations correspondant
à trois volumes simulés, à trois modèles cosmologiques diﬀérents pour chaque volume et
à diﬀérentes résolutions au sein d’un même volume. La fonction de corrélation a donc
été calculée pour l’ensemble de cette série de simulations. En particulier, les fonctions de
corrélation ont été mesurées à l’aide de 200000 particules dans le catalogue de données et
un million dans le catalogue aléatoire. Nous présenterons donc, dans ce paragraphe, les
résultats de nos mesures de fonctions de corrélation dans l’espace comobile à z = 0 dans
la cosmologie ΛCDM et dans diverses tailles de boîte. Les comparaisons entre cosmologie
seront présentées section 6.2.4.
La fonction de corrélation calculée sur les champs de matière dans le cadre de la simula-
tion DEUSS ΛCDM en 162 h−1 Mpc est représentée en rouge ﬁgure 6.3. La prédiction
théorique, en bleu, est issue du spectre de puissance non-linéaire de Smith et al. [100]
calculée sur une gamme d’échelles correspondant à la résolution spatiale de la simulation
162 h−1 Mpc. Nous remarquons un très bon accord entre la mesure issue de la simula-
tion numérique et la prédiction théorique issue de la transformée de Fourier de la forme
fonctionnelle de Smith et al. [100]. L’accord entre ces deux quantités est contenue dans
les barres d’erreurs aux échelles non-linéaires. Notre méthode de mesure de la fonction
de corrélation est donc validée par comparaison avec la forme de Smith et al.
Conformément aux sections précédentes, nous voyons que la fonction de corrélation cal-
culée de manière probabiliste permet de sonder facilement des échelles bien plus faibles
que le spectre de puissance calculé par FFT. Ainsi, dans cet exemple, la limite en nombre
d’ondes du spectre de puissance est donnée par la courbe théorique k ∼ 12 h.Mpc−1 alors
que la limite atteinte par la fonction de corrélation est k ∼ 628 h.Mpc−1. Les échelles
atteintes sont donc du même ordre que la résolution maximale permise par les raﬃne-
ments de la grille AMR de RAMSES-DEUS. Notons que pour atteindre cette résolution,
il conviendrait de multiplier le nombre d’objets dans le catalogue aléatoire par un facteur
cinq environ.
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Figure 6.3: Comparaison des fonctions de corrélation théorique et numérique calculée
sur la gamme d’échelles accessibles à la simulation DEUSS 162 h−1 Mpc. L’accord
entre la prédiction issue du spectre de puissance non-linéaire de Smith et al. [100] et
les mesures numériques valident notre calcul du spectre de puissance. On remarque la
large gamme d’échelles accessibles à la fonction de corrélation, allant de 10 h−1 kpc à
50 h−1 Mpc.
La série de simulations DEUSS a pour but de suivre la dynamique de l’eﬀondrement
gravitationnel depuis les échelles fortement non-linéaires (avec des fortes résolutions et
donc des faibles volumes simulés) jusqu’aux plus grandes échelles de l’Univers obser-
vable. L’utilisation d’un ensemble de simulations couvrant une large gamme de volumes
et de résolutions permet d’étudier de nombreux eﬀets physiques diﬀérents. Cependant,
cette méthode consistant à réaliser plusieurs simulations dans des volumes diﬀérents aﬁn
d’observer préférentiellement certains phénomènes physiques doit être validée. Cette va-
lidation peut se faire en comparant les spectres de puissance issus des diﬀérentes tailles
de boîtes de simulation sur des échelles faiblement non-linéaires. Cependant, aﬁn d’ob-
server une convergence dans le domaine fortement non-linéaire, il convient d’utiliser des
observables bien déﬁnies sur une large gamme d’échelle i.e. les fonctions de corrélation à
la place des spectres de puissance.
La comparaison des diﬀérents volumes simulés est indiquée ﬁgure 6.4 en cosmologie
ΛCDM. Les fonctions de corrélation représentées en rouge, vert et bleu correspondent
respectivement aux tailles caractéristiques simulées de 162, 648 et 2592 h−1 Mpc. On
observe un recouvrement parfait entre ces fonctions de corrélation avec des volumes si-
mulés diﬀérents. Cette convergence vériﬁe la cohérence de la série de simulations DEUSS.
De plus, cette ﬁgure nous montre les gammes d’échelles auxquelles nous pouvons sonder
la distribution du champ de matière. Dans le plus petit volume simulé, celle-ci s’étend
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Figure 6.4: Comparaison des fonctions de corrélation issues de simulations de diffé-
rents volumes : la simulation 162 h−1 Mpc sonde les échelles hautement non-linéaires, la
simulation 648 h−1 Mpc parcourt les échelles quasi-linéaires et linéaires et la simulation
2592 h−1 Mpc accède aux plus grandes échelles. Les fonctions de corrélation issues des
trois tailles caractéristiques se recouvrent parfaitement.
de l’intérieur des halos de matière noire (∼ 10 h−1 kpc) jusqu’à une échelle typique de
60 h−1 Mpc. Cette simulation ne permet donc pas d’observer le pic dû aux oscillations
acoustiques de baryons dans le plasma primordial. La simulation de taille 648 h−1 Mpc
permet de sonder eﬃcacement les échelles intermédiaires de 100 h−1 kpc à 200 h−1 Mpc.
En principe, ce volume simulé permettrait d’accéder au signal des BAO : cependant, la
variance cosmique associée à ces échelles est telle que seul le choix de phases initiales peut
être sondé ! Finalement, la simulation 2592 h−1 Mpc accède à des échelles plus impor-
tantes, comprises entre 1 et 2000 h−1 Mpc. Cette gamme d’échelles importantes implique
que cette simulation contient donc l’empreinte des oscillations acoustiques de baryons.
Toutefois, dans ce graphe 6.4, l’échantillonnage de la courbe, le nombre de points du
catalogue aléatoire et du catalogue de données ne sont pas optimaux pour observer le
pic BAO à environ 105 h−1 Mpc.
Aﬁn d’observer ce pic BAO à partir de la fonction de corrélation dans cette simulation,
la solution a été d’imposer un échantillonnage plus important ainsi qu’une augmentation
du nombre de points des deux catalogues. Ainsi, la ﬁgure 6.5 met en évidence le pic
BAO grâce à une augmentation du nombre de points des catalogues, ceux-ci passant
respectivement de 200000 et un million (en rouge) à 2,5 millions pour les données et dix
millions pour l’aléatoire (en bleu). La courbe la moins résolue, en rouge, ne capte pas du
tout le signal BAO. La courbe verte, d’une résolution intermédiaire, indique uniquement
l’amplitude du pic. La position et l’amplitude du pic BAO de la courbe bleue, la plus
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Figure 6.5: Oscillations acoustiques de baryons sur la fonction de corrélation dans
la simulation 2592 h−1 Mpc ΛCDM : l’observation du pic BAO à 105 h−1 Mpc est
dépendant de l’échantillonnage de la courbe. Afin de ne pas perdre de signal lors de
l’augmentation des points de mesure, le nombre de points du catalogue de données et
du catalogue aléatoire doit également augmenter. La concordance entre le pic issu de
la transformée de Fourier du spectre de puissance et la mesure sur les fonctions de
corrélation est parfaite.
résolue en nombre de particules sélectionnées au sein des diﬀérents catalogues, est en
parfait accord avec la transformée de Fourier du spectre de puissance théorique calculée
à partir de Smith et al. [100]. La fonction de corrélation est donc une quantité captant
aisément et précisément les signaux non-linéaires présents aux très faibles échelles ainsi
que les observables linéaires à plus grandes échelles. Toutefois, aux grandes échelles, le
calcul de la fonction de corrélation à partir du spectre de puissance se révèle bien plus
eﬃcace, la méthode de calcul par transformée de Fourier du champ de densité étant très
précise aux grandes échelles.
6.2.2 Fonction de corrélation sur les halos et biais en ΛCDM
La fonction de corrélation calculée sur le champ de matière noire contient des infor-
mations sur l’ordonnancement et l’organisation d’un ﬂuide cosmologique dans l’Univers.
Cependant, la fonction de corrélation peut également être calculée sur des halos de ma-
tière noire, nous donnant ainsi une information sur la répartition des structures détectées
au sein du champ de matière. Ces halos, détectés avec un algorithme de reconnaissance
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de structures dans le champ de densité (voir Chapitre 9), correspondent à un échan-
tillonnage du champ de densité sous-jacent : la question est donc de savoir s’il existe
une équivalence entre le champ de densité continu et cet échantillonnage. La réponse
est particulièrement centrale dans le cadre de comparaison avec les relevés de galaxies
eﬀectués par les projets observationnels. En principe, il n’y a aucune garantie pour que
les objets soient des traceurs ﬁables du champ de matière noire sous-jacent. Autrement
dit, la distribution d’objets peut être une réalisation biaisée du champ de matière noire.
En calculant la transformée de Fourier inverse de cette fonction de corrélation sur les
halos, nous sommes en mesure d’obtenir de précieuses informations sur les spectres de
puissance associés aux halos de matière noire.
La première mise en évidence de l’existence d’un biais a été réalisée par Kaiser [103], qui
a montré que si les amas contenant beaucoup de galaxies correspondaient à des pics de
densité rares dans un champ gaussien, alors ils seraient bien plus corrélés que le champ
de matière alentours. En accord avec les observations [104, 105], Kaiser montre que les
pics de densité sont corrélés de manière simple :
b2pic < δ
2 >=< δ2pic > . (6.7)
Les pics de densité et les halos étant liés, ces travaux nous invitent à étudier la relation
entre le champ de densité sous-jacent et les halos détectés dans le champ de densité. Pour
se faire, nous allons à nouveau calculer une fonction de corrélation à partir de l’estimateur
de Landy et Szalay [101] en introduisant un critère de ségrégation sur la masse des halos.
Ainsi, la seule diﬀérence avec la méthode précédemment utilisée consiste en l’introduction
d’une population d’objets déﬁnis à partir de la masse des halos de matière noire pour
le catalogue de données. La fonction de corrélation est maintenant calculée sur les sous-
populations réparties en fonction de la masse des halos : dans notre cas, nous choisissons
d’échantillonner la masse au travers de bins logarithmiques tel que ∆ logM = 0.3. Cette
valeur est choisie de manière à ce que le nombre de halos présents dans chaque bin de
masse reste approximativement constant. En eﬀet, plus le nombre de halos est important
dans un bin de masse, plus la fonction de corrélation sera précise. Aﬁn d’accéder à une
large gamme en masse, cette procédure est répétée sur l’ensemble des volumes accessibles
aux simulations DEUSS : cela nous permet de sonder la corrélation entre halos de masse
allant de 2.86×1010 h−1 M⊙ à 5×1015 h−1 M⊙. Quelques fonctions de corrélation sur les
halos de matière noire dans le modèle ΛCDM sont représentées ﬁgure 6.6 : les fonctions
de corrélation mesurées sur le champ de matière sont indiquées en noir alors que les
courbes en rouge correspondent aux fonctions de corrélation calculées sur les halos 2.
2. Les différences de résolutions entre les simulations DEUSS expliquent les changements d’échelles
entre les quatre figures.
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Figure 6.6: Fonctions de corrélation pour des halos sélectionnés en masse pour le
modèle ΛCDM : la fonction de corrélation calculée sur les halos est indiquée en rouge
alors que celle sur la matière est représentée en noir. Plus la masse du halo est élevée
(de gauche à droite et de haut en bas), plus la corrélation entre halos est importante.
Sur les échelles linéaires et quasi-linéaires, la pente des deux courbes est similaire.
En haut à gauche, les fonctions de corrélation ont été mesurées dans la simulation ΛCDM
162 h−1 Mpc ; en haut à droite et en bas à gauche, les fonctions de corrélation sont issues
de la simulation ΛCDM 648 h−1 Mpc ; en bas à droite, les fonctions de corrélation
proviennent de la simulation ΛCDM 2592 h−1 Mpc. Les mesures eﬀectuées sur le champ
de matière sont les mêmes que celles présentées ﬁgure 6.4. Pour les masses faibles, on
observe une corrélation plus faible que celle du champ de matière. Puis, plus la masse
augmente, plus la corrélation entre objets devient importante. Pour les objets de masse
élevée, la fonction de corrélation devient même supérieure à la corrélation du champ de
matière. Notons que ce comportement est conforme aux analyses numériques précédentes
comme Gao, Springel et White [106] ou Li, Mo et Gao [107], réalisées sur la simulation
Millenium [108]. On observe également que la pente des fonctions de corrélation sur
les halos et sur le champ de matière sont similaires sur les échelles linéaires et quasi-
linéaires. Nous observons également une chute de la fonction de corrélation aux très
faibles distances. Cela provient de la méthode de détection des halos utilisée lors de
l’analyse des simulations DEUSS ainsi que du rayon Viriel des structures détectées. En
eﬀet, l’algorithme de détection Friends-of-Friends implique l’existence d’une distance
caractéristique déﬁnie par le paramètre de percolation. Les halos dont la séparation est
proche de cette distance de percolation tendent à former des halos plus massifs par un
processus de fusion caractéristique des algorithmes FoF. Le nombre de halos est donc plus
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faible pour les distances proches du paramètre de percolation ce qui explique l’origine de
la chute observée aux petites distances.
Cette ﬁgure montre donc que la corrélation des halos massifs est beaucoup plus impor-
tante que la corrélation du champ de matière. Ces halos massifs sont également bien plus
corrélés que les halos de plus faibles masses : en calculant le rapport de la fonction de
corrélation calculée sur les halos avec celle calculée sur le champ de densité, nous pouvons
quantiﬁer l’existence d’un biais entre champ de matière noire et halos de matière noire,
représentant les pics du champ de densité. Nous introduisons donc la quantité b appelée
biais :
b2(r,M, z)ξmm(r, z) = ξhh(r,M, z) . (6.8)
Le biais dépend donc de trois variables −à savoir r la séparation entre paires,M la masse
de l’objet, z le décalage spectral. Cependant, la ﬁgure 6.6 indique que, sur une certaine
gamme d’échelles, la pente de ξmm et ξhh est la même. Cela est un indice nous montrant
que le biais dépend uniquement de la masse de l’objet et du redshift sur une certaine
gamme d’échelles.
Aﬁn de valider cette hypothèse, postulée par Mo et White [109], le rapport des fonctions
de corrélation en fonction de la séparation a été calculé pour chaque bin de masse au
redshift z = 0. Le résultat de ce calcul est présenté ﬁgure 6.7. Sur ce graphique, trois
régions caractéristiques sont mises en évidence : une région aux petites échelles s’étendant
approximativement de 0.01 à 1 h−1 Mpc ; une zone s’étendant sur les échelles quasi-
linéaires et linéaires ; une région à plus grandes échelles (∼ 50 h−1 Mpc).
La première région nous montre des courbes croissantes ayant pour origines la limite
de détection des halos par l’algorithme Friends-of-Friends dans un champ de densité
à résolution donnée ainsi que le rayon Viriel des structures de masse donnée. La zone
intermédiaire indique, pour toutes les masses, un rapport constant entre la fonction
de corrélation des halos et celle de la matière. Ce comportement est attendu dans le
cadre de la description des halos en termes de pics de densité [109]. Dans ce cas, le
biais ne dépend plus de la distance de séparation entre paires : le calcul du biais se fait
donc en calculant le facteur de normalisation qui minimise la diﬀérence aux carrés entre
fonctions de corrélation évaluées sur une gamme d’échelles s’étendant de 5 à 40 h−1 Mpc.
Finalement, la dernière région est dominée par le bruit poissonnien à grandes échelles,
ce qui explique les variations observées.
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Figure 6.7: Dépendance du biais en fonction de la distance de séparation des paires de
masses (en unité de h−1 M⊙) indiquées par la palette de couleurs : les paires de masses
faibles sont indiquées en bleu et celles de masses élevées sont en rouge. Trois régions
sont définies sur ce graphique : une région centrale s’étendant de 1 à 50 h−1 Mpc où le
biais est constant quel que soit la masse ; une zone au-delà de 50 h−1 Mpc où le bruit
poissonnien efface toutes informations ; une région avant 1 h−1 Mpc bruitée par le faible
nombre de paires séparées d’une distance du même ordre que leur rayon Viriel. Le biais
est calculé dans la région centrale par une méthode de minimisation.
6.2.3 Comparaison entre les mesures numériques et les approches théo-
riques du biais en ΛCDM
La méthode de calcul du biais nous permet donc de quantiﬁer les diﬀérences de distribu-
tion des champs de matière et de halos en fonction de la masse de la structure. De plus,
nous avons démontré dans le paragraphe précédent que cette caractérisation ne dépend
pas de la distance de séparation entre objets.
Le biais peut donc être uniquement exprimé en fonction de la masse et du redshift ou,
alternativement, en fonction de la hauteur du pic de densité ν déﬁnie comme :
ν =
δc
σ(M, z)
, (6.9)
avec δc = 1.686 3 et du redshift. Cette variable prend en compte les eﬀets linéaires d’une
cosmologie donnée en réexprimant la masse en fonction de l’intensité des ﬂuctuations σ
dans une sphère contenant en moyenne une masse M à un redshift z. Ce paragraphe vise
3. En toute rigueur, δc dépend du modèle cosmologique comme cela a été montré par Courtin et al.
[110]. Dans un univers en cosmologie ΛCDM, cette valeur est égale à 1.673. Dans un soucis de simpli-
fication, nous utiliserons δc = 1.686, valeur exacte déduite de l’effondrement sphérique en cosmologie
standard CDM.
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à illustrer les résultats du calcul du biais dans une cosmologie ﬁxée (à savoir ΛCDM) et
à valider ces résultats en les comparant à quelques modèles théoriques usuels dont nous
ne discuterons pas ici la pertinence.
Les modèles utilisés couramment [109, 111–113] faisant toujours appel à la variable ν,
la comparaison à ces prédictions théoriques est également réalisée en termes de hauteur
de pic. Le but de ce paragraphe n’étant pas de décrire les subtilités inhérentes à la pré-
diction théorique du biais, nous nous contenterons de comparer résultats numériques et
prédictions issues de modèles théoriques. Une vraie interprétation théorique suppose en
eﬀet une approche statistique complexe. Nous présentons à titre indicatif les formes fonc-
tionnelles 4 (6.10-6.13) et les valeurs des paramètres utilisés pour obtenir ces prédictions
théoriques :
bmo white = 1 +
ν2 − 1
δc
(6.10)
bsheth = 1 +
d ν2 − 1
δc
+ 2
p/δc
(1 + (d ν2)p)
(6.11)
avec d = 0.707, p = 0.3,
bmandelbaum = 1 +
d ν2 − 1
δc
+ 2
p/δc
(1 + (d ν2)p)
(6.12)
avec d = 0.73 et p = 0.15,
bjing =
(
0.5
ν4
+ 1
)0.06−0.02n
×
(
1 +
ν2 − 1
δc
)
(6.13)
avec n = −2.
La ﬁgure 6.8 présente ainsi les résultats des mesures de biais eﬀectuées en cosmologie
ΛCDM dans les simulations DEUSS. Les mesures issues de la simulation 162 h−1 Mpc
sont représentées en rouge. Les mesures des simulations 648 h−1 Mpc et 2592 h−1 Mpc
sont indiquées respectivement par des courbes verte et bleue. Pour chaque taille de boîte,
on remarque le manque de statistique associée aux fortes masses. Ainsi, les derniers
points de chaque courbe colorée n’ont qu’une faible signiﬁance statistique. Les prédic-
tions théoriques sont représentées en noir, avec des symboles diﬀérents. Tout d’abord,
nous constatons un accord relatif entre les diﬀérents modèles et les mesures issues des
simulations, ce qui valide notre méthode de mesure. De manière plus précise, certains
modèles obtiennent de meilleurs accords avec nos mesures. On distingue trois grandes ré-
gions de validité mis en évidence sur la ﬁgure 6.8 à droite : lorsque δc ≪ σ, les modèles de
Sheth, Mo et Tormen [112] et Jing [111] sont en très bon accord pour les faibles masses.
Les deux autres modèles concurrents exhibent des erreurs de l’ordre de 10 à 20 % sur
4. Parmi ces formes fonctionnelles, trois sont issus de considération différente sur l’effondrement
gravitationnel alors que la formule intitulée Maudelbaum [113] est une variation des paramètres de la
formule de Sheth, Mo et Tormen [111].
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Figure 6.8: À gauche : Biais entre halos et champ de matière en fonction de la hau-
teur des pics de densité ν = δc/σ(M, z). Les lignes épaisses colorées symbolisent les
biais mesurés dans la série de simulations DEUSS au redshift z = 0, chaque couleur
correspondant à une taille de simulation caractéristique. Les lignes noires avec divers
symboles correspondent aux prédictions théoriques de Mo et White [109], de Jing [111],
de Sheth, Mo et Tormen avec le jeu de paramètre initial [112] et le jeu de paramètres
utilisé par Mandelbaum [113]. À droite : rapport des biais mesurés numériquement avec
ceux calculés à partir des quatre modèles utilisés. Les traits verticaux correspondent
aux différentes simulations alors que les traits horizontaux indiquent un accord de 10%
entre mesures numériques et modèles.
cette gamme de ν. Dans la région intermédiaire où δc ∼ σ, tous les modèles concordent
avec les mesures numériques. Ainsi, lorsque l’intensité de la ﬂuctuation associée à un
halo de masse donnée est du même ordre que le seuil δc, tous les modèles permettent de
retrouver une forme de biais convenable. Finalement, pour les masses plus importantes,
les modèles de Mo et White [109] et Jing surestiment le biais : à l’inverse les modèles
plus récents tendent à correctement reproduire le biais aux fortes masses. Ces modèles
de biais sont donc plus performants pour capter la dynamique des objets les plus massifs
évoluant dans la gamme δc ≫ σ.
Ces résultats suggèrent qu’une prédiction précise du biais doit mêler les diﬀérentes ap-
proches actuelles aﬁn de reproduire les biais mesurés à grandes et à petites masses si-
multanément. La question de l’inﬂuence du modèle cosmologique sur le biais demeure. Il
est bien connu que la structuration diﬀère d’un modèle d’énergie noire à l’autre [89], ce
qui derait entrainer des diﬀérences dans les corrélations entre objets détectés au sein du
ﬂuide cosmologique de matière noire. Cependant, ces diﬀérences sont-elles dues entière-
ment à la diﬀérence de dynamique linéaire ou la dynamique non-linéaire intervient-elle ?
Le paragraphe suivant aborde ces questions.
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6.2.4 Influence de la cosmologie sur la fonction de corrélation et le
biais
Nous avons vu dans les chapitres précédents l’eﬀet de la cosmologie sur le spectre de puis-
sance. Or, la fonction de corrélation étant la transformée de Fourier inverse de la fonction
de corrélation, cette dernière doit également présenter des diﬀérences entre cosmologies.
L’intérêt de la fonction de corrélation est d’accéder numériquement à des échelles bien
plus ﬁnes que le spectre de puissance, ce qui nous permet de vériﬁer jusqu’à quel point
l’inﬂuence de la cosmologie est conservée lors de l’eﬀondrement gravitationnel.
Aﬁn d’isoler les contributions non-linéaires et de retirer les eﬀets purement linéaires
présents dans la fonction de corrélation, nous allons calculer, en suivant la philosophie
de Alimi et al. [89], le rapport :
R =
ξmm
ξΛCDM
ξΛCDM−lin
ξlin
(6.14)
avec ξmm la fonction de corrélation non-linéaire estimée à partir des simulations numé-
riques dans un modèle d’énergie noire donné et ξlin la prédiction linéaire de la fonction de
corrélation dans le même modèle d’énergie noire. La renormalisation par les prédictions
linéaires permet d’obtenir une courbe, présentée ﬁgure 6.9, valant approximativement 1
aux grandes échelles r . 20 h−1 Mpc (à une précision de 5 %). Sur les échelles comprises
entre ∼ 0.5 et ∼ 20 h−1 Mpc, correspondant aux échelles quasi-linéaires, le rapport R
pour les deux modèles de quintessence par rapport au modèle de concordance ΛCDM
est plus faible que l’unité. Cela indique que les eﬀets non-linéaires contribuent à la faible
puissance des modèles de quintessence. Cependant, comme indiqué par Alimi et al. [89],
aux échelles plus faibles que le mégaparsec, l’eﬀondrement gravitationnel non-linéaire des
modèles de quintessence augmente rapidement, allant même jusqu’à dépasser le modèle
ΛCDM.
Cette augmentation, mesurée à partir des spectres de puissance dans [89], n’avait été
observée que jusqu’à des échelles de l’ordre de ∼ 1 h−1 Mpc. L’utilisation des fonctions
de corrélation permet d’accéder à un régime très fortement non-linéaire et de montrer
que les modèles de quintessence ont un eﬀondrement gravitationnel non-linéaire bien plus
eﬃcace (jusqu’à 50% en RPCDM) que ΛCDM à petites échelles (∼ 100 h−1 kpc). Ce
phénomène peut être compris en faisant appel au régime d’eﬀondrement décrit par le
terme intra-halo (voir [100]), qui montre que plus le halo est virialisé, plus la croissance
du spectre de puissance se ralentit. On en conclut que les halos sont plus virialisés dans
les modèles de quintessence que dans le modèle ΛCDM.
Jusqu’ici, trois contributions principales ont été isolées pour expliquer les diﬀérences
entre les fonctions de corrélation des diﬀérents modèles d’énergie noire. Sur les échelles
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Figure 6.9: Rapport de la fonction de corrélation non-linéaire avec la prédiction li-
néaire normalisé par le rapport du modèle ΛCDM pour différentes cosmologies comme
une mesure de l’évolution des non-linéarités dans l’effondrement gravitationnel. À
grandes échelles, la dynamique non-linéaire ne s’est pas développée ce qui explique
que le rapport vaut un à 5 % près. À petites échelles, on distingue clairement un effon-
drement plus efficace dans les modèles de quintessence que dans le modèle standard. Le
minimum autour de 1 h−1 Mpc est caractéristique de l’influence du non-linéaire sur la
faible puissance des modèles de quintessence.
linéaires, les diﬀérences sont associées à l’évolution linéaire, décrite à l’aide du spectre
de puissance linéaire et des paramètres cosmologiques choisis. Sur les échelles quasi-
linéaires, les diﬀérences peuvent être expliquées par l’ampliﬁcation non-linéaire du taux
de croissance : étant donné que l’amplitude est diﬀérente, un mode donné va entrer dans
le régime non-linéaire à des temps diﬀérents entre les divers modèles cosmologiques.
Finalement, sur les échelles caractéristiques des halos, les diﬀérences sont associées à la
saturation de la croissance des structures au fur et à mesure que celles-ci se virialisent.
La fonctionnelle décrite dans Smith et al. [100] prenant en compte tous ces eﬀets, il
conviendrait de calculer le rapport RS, aﬁn de vériﬁer s’il existe des contributions non-
linéaires liées à la dynamique de l’énergie noire :
RS =
ξmm
ξΛCDM
ξΛCDM−Smith
ξSmith
. (6.15)
Ce travail reste à eﬀectuer et devrait mener à des conclusions identiques à Alimi et al.
[89], avec des tendances beaucoup plus nettes à petites échelles. En eﬀet, dans [89], les
contributions non-linéaires associées à l’énergie noire restaient faibles autour de 5 % à
1 h−1 Mpc. L’accès à des échelles bien plus faibles permettra d’obtenir des contributions
non-linéaires bien plus importantes, de l’ordre de ∼ 40 % à 100 h−1 kpc.
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Une autre question est de savoir si cette empreinte de l’énergie noire sur le régime non-
linéaire est conservée lorsque nous considérons la fonction de corrélation, non plus sur
le champ de matière mais, sur les halos ou de manière équivalente, sur les spectres
de puissance avec un seuil en masse. Il faut alors recalculer le rapport R précédent
avec, cette fois-ci, la fonction de corrélation des halos. Ce rapport que nous appelons
Q = (ξhh/ξlin)/(ξhh−ΛCDM/ξΛCDM−lin) peut se réécrire sous une autre forme :
Q(r,M, z) =
b2(M, z)
b2ΛCDM (M, z)
ξmm
ξlin
ξmm−ΛCDM
ξΛCDM−lin
=
b2(M, z)
b2ΛCDM (M, z)
R(r, z) . (6.16)
Notons que dans cette déﬁnition, nous n’avons pas pris en compte la dépendance du biais
suivant la séparation inter-halos. En eﬀet, nous nous plaçons sur le domaine d’échelle sur
lequel le biais est constant (voir la ﬁgure 6.7).
La déﬁnition (6.16) nous montre que l’empreinte de l’énergie noire sur la structuration à
petites échelles est détectable à partir de mesures eﬀectuées sur les objets eux-mêmes (ha-
los, galaxies...) pourvu que la contribution des biais ne s’annule pas avec les contributions
du champ de densité. Tout le problème peut donc se réécrire sous la forme du rapport
des biais, nous indiquant si l’empreinte non-linéaire de l’énergie noire est conservée sur
les halos.
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Figure 6.10: Rapport du biais avec le biais en ΛCDM pour différentes cosmologies en
fonction de la masse : les rapports sont toujours supérieurs à l’unité ce qui indique une
corrélation des halos de matière noire plus importante dans les modèles de quintessence
que dans le modèle ΛCDM. Cette corrélation est d’autant plus importante que le spectre
de puissance d’un modèle est faible.
La ﬁgure 6.10 montre le rapport des biais dans les trois modèles cosmologiques des
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simulations DEUSS avec le biais mesuré en ΛCDM. Cette courbe indique que le biais des
modèles de quintessence est plus important, sur toute la gamme en masse, que le biais
du modèle standard ΛCDM. Ce rapport des biais évolue d’une valeur proche de l’unité
pour les halos de faibles masses jusqu’à un excès de 50 % pour les fortes masses. Ainsi,
la corrélation entre les halos est plus importante dans les modèles de quintessence ce qui
s’explique par l’accélération moins importante des modèles de quintessence.
Toutes les dépendances linéaires présentes dans la ﬁgure 6.10 pouvant être englobées
dans la variable linéaire σ(M, z), nous pouvons exprimer cette quantité en fonction de
la hauteur du pic de densité ν introduit précédemment. Dans ce cas, nous cherchons à
comprendre la forme de la fonction Q(r, ν, z) :
Q(r, ν, z) =
b2(ν, z)
b2ΛCDM (ν, z)
R(r, z) . (6.17)
Cette renormalisation nous mène à la ﬁgure 6.11 : celle-ci présente le rapport des biais
en fonction de la hauteur du pic. Cette ﬁgure montre qu’une fois la masse exprimée
sous la forme de la hauteur du pic de densité, les diﬀérences liées à la cosmologie sont
très fortement atténuées, tous les rapports de biais étant égaux à ∼ 5 % près pour
les hauteurs de pics faibles. Les diﬀérences associées à la cosmologie entre les biais,
représentées sur la ﬁgure 6.10, proviennent donc principalement de l’évolution linéaire
du modèle cosmologique considéré.
Toutefois, la tendance aux fortes masses est moins nette qu’aux faibles ν. En eﬀet, à ces
hauteurs de pics de densité, nous observons une tendance à la hausse toujours contenue
dans la limite de 10% sur les rapports des biais : ces diﬀérences pourraient provenir
d’une contribution non-linéaire de la cosmologie dans la formation des plus gros objets
de l’Univers ou d’un bruit statistique associé aux faibles nombres d’objets de fortes
masses. Les simulations DEUS : Full Universe Runs nous permettront de conclure quand
à cette possible inﬂuence de la cosmologie sur les objets de très grandes masses, en ayant
accès à une statistique inégalée sur les halos de masses élevées.
6.2.5 Évolution temporelle de la fonction de corrélation et du biais
L’évolution en redshift de la fonction de corrélation nous permet de suivre l’évolution de
la distribution de matière dans l’Univers. En particulier, dans un scénario hiérarchique
de croissance des structures, la corrélation du champ de matière augmente avec le temps,
l’eﬀondrement gravitationnel ayant tendance à regrouper la matière en amas, ﬁlaments...
Ainsi, la ﬁgure 6.12 nous montre l’évolution des fonctions de corrélation d’un redshift
z = 2.33 à z = 0 pour la simulation DEUSS très résolue 162 h−1 Mpc dans trois cosmo-
logies diﬀérentes. Tout d’abord, nous observons le développement du régime non-linéaire
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Figure 6.11: Rapport du biais avec le biais en ΛCDM pour différentes cosmologies
en fonction de la hauteur du pic de densité : tous les rapports sont centrés sur l’unité,
ce qui tend à montrer que la réexpression de la masse en termes de hauteur du pic
intègre toutes les contributions dues à la cosmologie. La dépendance cosmologique du
biais semble ne pas dépendre de la dynamique non-linéaire. Aux pics élevés, il peut
subsister un apport non-linéaire du modèle cosmologique : seule une augmentation de
la statistique peut répondre à cette question.
des redshifts élevés (z = 2.33) aux bas redshift (z = 0) pour toutes les cosmologies. Ce dé-
veloppement est visible à travers le déplacement de l’ampliﬁcation à petites échelles vers
les grandes échelles. On remarque donc l’ampliﬁcation des corrélations avec le temps ainsi
qu’une modiﬁcation de la distance de corrélation, celle-ci passant de 0.8 à 4 h−1 Mpc. La
modiﬁcation de cette longueur de corrélation n’est pas la même pour les trois cosmolo-
gies : plus le décalage spectral est important, moins les variations relatives des distances
de corrélation sont marquées. Ainsi, l’inﬂuence de l’énergie noire sur l’eﬀondrement non-
linéaire, discutée au paragraphe 6.2.4, est retrouvée : celle-ci ampliﬁe les diﬀérences entre
fonctions de corrélation à bas redshift grâce au développement du régime non-linéaire.
De même, nous pouvons suivre l’évolution de la distribution des halos dans l’Univers
au fur et à mesure du temps. Cela nous permet de comprendre comment évolue le biais
entre matière et halos au cours du temps. En particulier, l’évolution temporelle du rap-
port (6.16) nous indique si l’empreinte de l’énergie noire sur le régime non-linéaire est
conservée lorsque nous considérons la fonction de corrélation sur les halos à diﬀérents
redshifts. Cette empreinte de l’énergie noire sur le régime fortement non-linéaire est di-
luée lorsque le redshift augmente, la dynamique se rapprochant d’un régime purement
linéaire.
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Figure 6.12: Évolution temporelle des fonctions de corrélation dans les trois cosmo-
logies des simulations DEUSS 162 h−1 Mpc. La couleur rouge indique la cosmologie
ΛCDM, la verte SUCDM et la bleue RPCDM. Chaque fonction de corrélation a été
mesurée à redshift z = 0, z = 1 et z = 2.33. On remarque le développement du régime
non-linéaire ainsi que le décalage vers les grandes échelles de la distance de corrélation :
ce décalage est dépendant de la cosmologie, l’effondrement gravitationnel gardant une
empreinte de l’énergie noire.
Le rapport du biais dans les trois cosmologies par le biais en ΛCDM en fonction de la
masse est indiqué ﬁgure 6.13 à six redshifts diﬀérents dans les trois volumes caractéris-
tiques des simulations DEUSS. Nous voyons tout d’abord que le signal du biais s’éteint
lorsque le redshift augmente. Cela est lié à l’absence de nombreux halos aux redshifts
élevés : de 136000 amas de galaxies à la résolution des simulations 162 h−1 Mpc (à
gauche), nous passons à 8000 objets à la résolution 648 h−1 Mpc (au milieu) et à aucun
objet dans le volume 2592 h−1 Mpc (à droite). Nous observons dans un second temps un
comportement globalement identique à tous les redshifts.
Plus précisément, l’évolution en redshift des rapports des biais dans les diﬀérentes cosmo-
logies peut être décomposée en deux parties : une région aux masses faibles et une zone
aux masses élevées. La région contenant les fortes masses, située approximativement de
×1012 à 5×1015 h−1 M⊙, est caractérisée par une constance au cours du temps : à chaque
redshift, le rapport des biais reste le même. Cela indique que la distribution des halos
de matière noire les plus massifs par rapport au champ de matière continu d’une cosmo-
logie à l’autre reste identique au cours du temps. Ce phénomène s’appréhende à l’aune
de l’intensité relative de la structuration d’un modèle à l’autre, variant d’un modèle à
l’autre dans les limites de 5%. La région déﬁnie par les faibles masses présente des varia-
tions importantes pour le rapport des biais : pour le modèle Supergravité, ces variations
restent dans la limites de 10% alors que pour le modèle de quintessence Ratra-Peebles,
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Figure 6.13: Évolution en redshift du rapport des biais dans une cosmologie donnée
avec le modèle ΛCDM en fonction de la masse. Aux six redshifts sondés, le modèle
SUCDM est plus biaisé que le modèle standard ΛCDM, lui-même plus biaisé que le
modèle de quintessence Ratra-Peebles. Aux faibles masses, on observe une augmentation
du rapport des biais avec le redshift. Aux masses élevées, les rapports des biais restent
constants au cours du temps.
ces variations sont exacerbées et atteignent 40%. Ces variations indiquent une grande
variabilité de la distribution des petits halos d’un redshift à l’autre. Cette diﬀérence de
distribution peut reﬂéter la large gamme d’environnements dans lesquels les halos peu
massifs sont distribués. En particulier, en supposant que les halos massifs aujourd’hui ont
pour origine les halos de faibles masses à un redshift élevé, ces diﬀérences nous invitent à
nous interroger sur la dépendance du biais sur l’âge de formation. Cette problématique a
récemment été ouverte par Gao et al. [106, 114], Reed et al. [115], Croton, Gao et White
[116] et Li et Gao [107].
L’étude de l’évolution temporelle nous permet également d’accéder à des hauteurs de pic
plus importantes. En eﬀet, les premiers halos se formant dans l’Univers correspondent
aux plus gros halos au redshift ﬁnal. Ainsi, la hauteur de pic équivalente à un halo d’une
masse donnée en z = 0 est sensiblement plus faible que celle d’un halo de même masse
à un redshift plus élevé. Cette approche temporelle nous permet donc de conclure sur
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Figure 6.14: Évolution en redshift du rapport des biais dans une cosmologie donnée
avec le modèle ΛCDM en fonction de la hauteur du pic de densité. À chaque redshift
sondé, le rapport des biais est centré sur l’unité ce qui indique que la réécriture du
biais en fonction de hauteur du pic de densité permet d’intégrer tous les effets liés à la
cosmologie.
l’inﬂuence de la cosmologie sur l’eﬀondrement non-linéaire pour les hauteurs de pic de
densité les plus élevées.
Ainsi la réécriture du biais en fonction de la hauteur du pic de densité pour diﬀérents red-
shifts, présentée ﬁgure 6.14, nous montre l’évolution temporelle du rapport des biais pour
des hauteurs comprises entre 0.5 et 5. Pour chaque redshift, les cosmologies SUCDM et
RPCDM sont indistinguables et oscillent autour de l’unité. Cela indique que la réécriture
en termes de hauteur de pic, quantité uniquement liée à la dynamique linéaire, intègre
la majorité des contributions cosmologiques du biais.
Nous pouvons donc conclure que la dépendance du biais sur le modèle cosmologique est
uniquement liée à la dynamique linéaire du modèle considéré. L’absence de contribu-
tion non-linéaire au biais est liée à la déﬁnition du biais, quantité obtenue en intégrant
les rapports des fonctions de corrélation sur les échelles quasi-linéaires. En accord avec
l’équation (6.17), cela signiﬁe que l’empreinte de l’énergie noire sur le régime non-linéaire
de formation de structures demeure lorsque l’on mesure la quantité Q : la constance du
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rapport des biais en fonction de la hauteur du pic indique que l’information contenue dans
le rapport des fonction de corrélation à la fonction de corrélation linéaire est maintenue
dans le rapport Q. Ainsi, l’empreinte de l’énergie noire sur l’eﬀondrement gravitationnel
non-linéaire demeure sur la fonction de corrélation des halos.
Cependant, aﬁn de comparer aux mesures observationnelles réalisées par le 2MRS [117],
le SDSS [118] ou d’autres, il convient de vériﬁer l’existence de ce lien pour les mesures
eﬀectuées dans l’espace des redshifts.
6.3 Distribution des galaxies dans l’espace des redshifts
6.3.1 Fonction de corrélation dans l’espace des redshifts
La déﬁnition de la fonction de corrélation dans l’espace des redshifts est subtile. En eﬀet,
dans l’espace des redshifts, l’ensemble des objets du catalogue de données est considéré
dans un espace-temps à des instants diﬀérents : nous ne mesurons alors plus des dis-
tances mais des décalages spectraux. Ces décalages spectraux peuvent être convertis en
distance en supposant un modèle cosmologique et des paramètres décrivant les quantités
de matière dans l’Univers (voir Chapitre 2). De plus, l’espace des redshifts ou cône de
lumière ne peut être déﬁni que par rapport à un observateur.
Dans la série de simulations cosmologiques DEUSS, les objets (particules ou halos de
matière noire) peuplant les cônes de lumière décrivant l’espace des redshifts sont déjà ex-
primés en distance comobile par rapport à un observateur placé en un point arbitraire de
l’espace-temps. Cela signiﬁe que nous pouvons utiliser directement les positions lors du
calcul de la séparation entre les objets dans l’espace des redshifts. La méthode consistant
à calculer les histogrammes de la séparation dans les catalogues de données et aléatoire
est similaire à la méthode décrite pour le calcul des fonctions de corrélation dans l’espace
comobile. Cependant, il existe quelques diﬀérences : la première réside dans la déﬁnition
de la séparation entre objets qui doit dépendre de l’observateur ; la seconde provient de
la forme particulière du cône de lumière lors de la construction des catalogues.
La première diﬀérence est intégrée dans une variable, appelée s, correspondant à la sépa-
ration entre deux objets i et j dans l’espace des redshifts. Celle-ci, illustrée ﬁgure 6.16,
se calcule à partir des positions xi et xj des deux objets :
s =
√
‖~xi − ~xj‖ . (6.18)
Aﬁn de se défaire des eﬀets liés à la forme du cône de lumière, il convient de créer des
catalogues aléatoire et de données ayant des formes identiques (sphères de rayon donné,
cône directionnel...) dont la profondeur est ﬁxée par un paramètre modiﬁable. Cette
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profondeur maximale permettra, dans l’analyse des simulations numériques, de limiter le
nombre de particules total et donc d’augmenter la signiﬁance de nos mesures. En particu-
lier, dans l’espace des redshifts, la répartition moyenne des objets du catalogue aléatoire
doit être identique à celle du catalogue de données. Cela nous assure que le catalogue
poissonnien ait une densité de probabilité similaire équivalente à celle du catalogue de
données.
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Figure 6.15: Distribution en redshift des catalogues réel et aléatoire : la probabilité
d’observer un halo de 1014 M⊙ est indiquée par l’histogramme rouge alors que la pro-
babilité d’obtenir un objet du catalogue aléatoire à une distance comobile donnée est
en tirets bleu.
La ﬁgure 6.15 nous montre cet accord entre les distributions du catalogue de données
(dans ce cas des halos de masse supérieure à 1014 M⊙) et du catalogue aléatoire dans
l’espace des redshifts. Cet accord est obtenu en utilisant une méthode de réjection lors
de la construction du catalogue aléatoire : en accord avec la distribution observée sur
les données, la distance R à l’observateur d’un point aléatoire est ﬁxée ; puis, il convient
de tirer, en coordonnées sphériques, deux angles aﬁn de positionner aléatoirement notre
point sur la sphère de rayon R (voir Annexe A). Cette méthode nous assure que nous ne
créons pas de corrélations arbitraires dues à la mise en place du catalogue aléatoire.
Aﬁn de réduire la variance de l’estimateur de ξ, il peut également être utile d’introduire
un poids dépendant du redshift et la position sur le ciel pour chaque particule. Ce poids
est généralement déﬁni [119, 120] comme wi = 1/(1+4πn(zi)J3(s)) avec n(z) le nombre
d’objets à un redshift z et J3(s) =
∫ s
0 ξ(s
′)s′2ds′. Dans un premier temps, ayant accès à
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un nombre élevé d’objets dans l’espace des redshifts, nous n’avons pas implémenté cette
méthode, ce qui correspond à imposer un poids égal à un. Aﬁn de discriminer entre les
modèles cosmologiques, il sera indispensable de prendre un compte les poids de chaque
objet aﬁn de limiter le bruit lié aux mesures de fonction de corrélation dans l’espace des
redshifts.
n° i
n° j
!s
￿pi
!rp
!xi
!xj
￿1
Figure 6.16: Principe de la mesure de corréla-
tion dans l’espace des redshifts
De plus, dans cet espace, de nom-
breux eﬀets physiques ou observationnels
s’ajoutent à la position réelle des objets.
– En premier lieu, la vitesse particulière
des objets eux-même crée une distor-
sion suivant la ligne de visée. Cela modi-
ﬁe donc la position que nous percevons
pour les objets dans l’espace des red-
shifts : il s’agit du fameux eﬀets « Finger
of God », allongeant les objets suivant la
ligne de visée.
– Un autre eﬀet, associé à l’eﬀondrement
du champ de matière autour des halos,
se manifeste dans la direction orthogo-
nale à la ligne de visée. Cet eﬀet phy-
sique, appelé eﬀet Kaiser, joue un rôle
important sur la forme de la fonction
de corrélation mesurée dans l’espace des
redshifts.
Ces eﬀets sont pris en compte en isolant
l’eﬀet de « Finger of God » ayant lieu sur
la ligne de visée des eﬀets purement gravi-
tationnels sur la direction perpendiculaire
à la ligne de visée. Ainsi, deux variables (π, rp) sont nécessaires à la description de la
fonction de corrélation dans l’espace des redshifts. Ces nouvelles variables correspondent
donc à la projection de la séparation ~s parallèlement et perpendiculairement à la ligne
de visée comme déﬁnit sur le schéma 6.16 et s’écrivent alors :
π = ~s · ~x12‖~x12‖ (6.19)
rp =
√
~s · ~s− π2 (6.20)
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La fonction de corrélation dans l’espace des redshifts est calculée à partir de l’estimateur
introduit par Davis et Peebles [121] et Blanchard et Alimi [122, 123] :
1 + ξ(s) =
nR
nD
DD(s)
DR(s)
(6.21)
1 + ξ(π, rp) =
nR
nD
DD(π, rp)
DR(π, rp)
(6.22)
6.3.2 Mesure des fonctions de corrélation dans l’espace des redshifts
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Figure 6.17: Fonction de corrélation dans l’espace réel (en bleu) et dans l’espace
des redshifts (en rouge). La puissance contenue dans l’espace des redshifts est moins
importante que dans l’espace comobile, la structuration étant plus importante dans
l’espace comobile. La position du pic BAO semble être décalée par rapport à la mesure
dans l’espace comobile.
Les résultats présentés dans cette partie sont des illustrations des eﬀets de distorsion
dans l’espace des redshifts. Nous ne ferons donc que montrer les résultats obtenus, les
mesures physiques étant encore à venir. Ces eﬀets seront illustrés grâce à des mesures de
fonction de corrélation suivant la variable s et suivant les variables du plan (π, rp) sur des
données numériques avec distorsions de redshifts et sans les distorsions. En particulier,
nous ne discuterons pas les diﬀérences entre les modèles cosmologiques qui se développent
surtout autour des distorsions dues aux vitesses particulières.
La mesure de la séparation dans l’espace des redshifts sur le modèle cosmologique stan-
dard ΛCDM est indiquée en rouge ﬁgure 6.17. La courbe en bleu correspond à la mesure
de la fonction de corrélation dans l’espace comobile. Deux diﬀérences principales sont vi-
sibles : la puissance de la fonction de corrélation dans l’espace des redshifts est moindre
que dans l’espace comobile, cet écart s’accentuant lorsque l’on sonde des séparations très
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faibles. Cela s’explique par la diﬀérence de structuration entre l’espace des redshifts et
l’espace comobile. En eﬀet, la structuration dans le cône de lumière est bien moins im-
portante à haut redshift qu’à bas redshift ce qui explique que le nombre de structures est
moins élevé et que leur répartition est moins corrélée que dans l’espace comobile, même
sur les petites échelles.
Une autre diﬀérence est l’intensité et la position du pic associé aux oscillations acous-
tiques de baryons. Ainsi, dans l’espace comobile, le pic des BAO est situé à environ
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Figure 6.18: Absence de distorsion sur la fonction de corrélation dans le plan (π, rp)
calculée sur le champ de matière dans une sphère de profondeur maximale z = 0.15.
Les contours correspondent à une différence ∆ξ = 1. En bleu, la prédiction théorique
de la fonction de corrélation en l’absence de distorsion due aux vitesse particulières à
différents rayons. L’effet Kaiser, d’élongation suivant la direction, est très faiblement
visible même aux grands rayons.
105 h−1 Mpc alors que ce pic est plutôt situé vers ∼ 95 h−1 Mpc dans l’espace des red-
shifts. Cette diﬀérence implique que l’échelle déﬁnie de manière univoque par les BAO
dans l’espace comobile se décale dans l’espace des redshifts. Cependant, la largeur du
pic BAO est également bien plus importante dans l’espace des redshits que dans l’espace
réel, ce qui peut indiquer des problèmes statistiques. Il convient donc de calculer plus en
détail la fonction de corrélation à ces échelles aﬁn de comprendre ﬁnement ce décalage
des BAO.
La ﬁgure 6.18 représente la fonction de corrélation dans le plan (π, rp) calculée sur le
champ de matière sans les distorsions dues aux vitesses particulières (aux redshifts obte-
nus par le code RAMSES-DEUS, nous n’ajoutons pas la contribution liée à la vitesse).
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Dans ce plan, nous observons une fonction de corrélation circulaire en accord avec la pré-
diction théorique en l’absence de distorsions. Toutefois, à grands rayons, nous observons
une faible élongation suivant la variable rp correspondant à l’eﬀondrement des objets les
uns sur les autres dans un puits de potentiel gravitationnel (eﬀet Kaiser). La fonction
de corrélation sur les halos nous permettra d’observer pleinement cet eﬀet. On remarque
les eﬀets statistiques très importants suivant la ligne de visée et la direction perpendi-
culaire : peu d’objets se trouvent directement dans ces directions ce qui impliquent un
bruit important. Dans ce cas, l’intervention d’un poids en fonction du redshift et de la
position pour les particules permet de lisser les bords de cette fonction de corrélation
bidimensionnelle.
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Figure 6.19: Distorsion de la fonction de corrélation dans le plan (π, rp) calculée sur les
halos de matière noire dans une sphère de profondeur maximale z = 0.15. Les contours
correspondent à une différence ∆ log ξ = 1. L’effet de distorsion suivant la ligne de visée
est très important sur les petites échelles. L’effet Kaiser est également visible suivant
la direction rp et est particulièrement marqué à grandes échelles.
Finalement, la fonction de corrélation calculée sur les halos dans une sphère de profondeur
maximale z = 0.15 avec les distorsions dues aux vitesses particulières est présentée
ﬁgure 6.19. Les trois quartiers ont été obtenus par symétrie avec le premier quartier
(π > 0, rp > 0). La prédiction en l’absence de distorsions est en tirets bleus. Nous
remarquons deux types de déviation par rapport à la circularité : une déviation selon π
et une élongation suivant rp. L’élongation suivant π, particulièrement importante à faibles
échelles, correspond à la distorsion des vitesses particulières dans l’espace des redshifts.
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Cette distorsion détruit complètement la symétrie entre les deux variables observée ﬁgure
6.18. L’élongation suivant rp est très faible à petites échelles et devient de plus en plus
importante à grandes échelles : celle-ci est liée à la chute dans les puits de potentiel
gravitationnel des diﬀérents objets i.e. l’eﬀet Kaiser. On remarque également les eﬀets
statistiques importants dans la direction rp et π.
Ces eﬀets statistiques ne peuvent pas être complètement corrigés par l’utilisation d’un
poids. En eﬀet, la fonction de corrélation sur les halos est ici bruitée à cause du manque
de halos. Aﬁn d’augmenter la statistique des halos, il est important d’accéder à des vo-
lumes plus importants. Les simulations DEUS : Full Universe Runs, que nous détaillerons
Chapitres 7 et 11, répondent à cette nécessité.
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La simulation de tout l’Univers observable répond à un besoin impératif de la commu-
nauté scientiﬁque. En eﬀet, seule une telle simulation permet de comprendre l’inﬂuence
de la topologie sur les simulations de plus petite taille, d’étudier les eﬀets des potentiels
retardés sur toute l’histoire de l’Univers, d’accéder à une statistique inégalée sur les évé-
nements rares, d’observer la répartition de tous les halos de matière noire dans l’espace
comouvant et l’espace des redshifts... Une telle simulation oﬀre également des possibili-
tés inégalées en matière de corrélations croisées, d’eﬀet de lentillage faible (weak-lensing)
et de mesure d’eﬀet Sachs-Wolfe intégré. La mesure de tous ces eﬀets est au coeur de
nombreux grands projets observationnels (BOSS 1, EUCLID 2, SDSS 3, Planck 4...).
Dans cette section, nous présentons quelques résultats préliminaires marquants issus de
la série de simulations cosmologiques DEUS : Full Universe Runs, réalisée grâce à l’ap-
plication AMADEUS (voir Chapitre 11).
1. http://cosmology.lbl.gov/BOSS/
2. http://sci.esa.int/euclid
3. http://www.sdss.org
4. http://www.esa.int/SPECIALS/Planck/index.html
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7.1 Spectres de puissance
Nous avons décrit dans le Chapitre 4 l’importance du spectre de puissance en cosmologie.
En particulier, en imposant des conditions initiales gaussiennes pour les contrastes de
densité, le spectre de puissance nous permet de connaitre toutes les informations statis-
tiques associées au champ de matière. De plus, d’un point de vue numérique, la mesure
du spectre de puissance peut être menée de façon très eﬃcace. C’est pourquoi lors de la
simulation DEUS : Full Universe Run, le calcul du spectre de puissance constitue une
étape obligatoire du run : il permet, en moins d’une heure et demie, de valider la simu-
lation et de donner des informations importantes sur la structuration de la matière dans
la simulation.
Dans cette section, nous détaillerons les résultats obtenus sur le spectre de puissance
ainsi que sur les oscillations acoustiques de baryons dans les trois modèles cosmologiques
utilisés lors des DEUS : Full Univers Runs.
La ﬁgure 7.1 nous montre les spectres de puissance des trois modèles cosmologiques
simulés à 15 pas de temps diﬀérents : les traits continus correspondent à ΛCDM, les
tirets représentent RPCDM et les tirets-points symbolisent wCDM. À cela s’ajoute la
prédiction linéaire pour chacun des modèles en noir. Celle-ci est calculée à partir de
CAMB en z = 0 et interpolée à d’autres redshifts en utilisant le taux linéaire de croissance
des structures D+. De nombreux eﬀets sont visibles sur ce graphique. Tout d’abord, à
petit nombre d’ondes (donc à grande échelle), les eﬀets du choix de phase initial sont
très marqués : ils correspondent aux oscillations se prolongeant de 3×10−4 h. Mpc−1 à
8×10−3 h. Mpc−1. Comme le choix de phase a été identique d’un modèle à l’autre, les
oscillations aléatoires sont les mêmes quelque soit la cosmologie.
Nous remarquons ensuite que, jusqu’à un redshift de l’ordre de 4, à petite échelle, les
spectres chutent par rapport à la prédiction linéaire. Ce comportement, ne se manifestant
qu’au voisinage de la fréquence de Nyquist de la grille PM, est lié à notre code dynamique
RAMSES-DEUS qui entraîne une erreur se propageant sur quelques cellules PM. En eﬀet,
dans un code PM, aﬁn de calculer la transformée de Fourier (Fast Fourier Transform ou
FFT) du champ de densité, le code doit connaitre la distribution de masse sous-jacente, ce
qui suppose un schéma d’attribution de la masse sur une grille. Plus l’ordre de ce schéma
est important, plus la précision de la FFT sera importante. Dans le cas d’AMADEUS, seul
un schéma d’ordre deux 5 a été implémenté, ce qui provoque cette chute importante à haut
nombre d’ondes. Aﬁn de corriger cet eﬀet numérique, des schémas d’ordres supérieurs
doivent être implémentés comme l’indique S. Colombi [124]. Notons qu’à bas redshift,
cet eﬀet se manifeste moins car la fréquence de Nyquist a été repoussée à plus haute
5. Un schéma d’ordre 1 correspond à un NGP, un schéma d’ordre 2 à une projection CIC et un
schéma d’ordre 3 à une interpolation TSC.
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Figure 7.1: Évolution temporelle des spectres de puissance des cosmologies ΛCDM
(trait plein), RPCDM (tirets) et wCDM (trait-point). Les spectres de puissance re-
tracent l’évolution de la répartition de la puissance depuis les périodes linéaires
(z ∼ 100) aux périodes fortement non-linéaires : on remarque l’amplification de la
puissance aux petites échelles au fur et à mesure de l’influence des grandes vers les
petites échelles.
échelle grâce aux raﬃnements de RAMSES-DEUS.
Cela nous amène à observer l’inﬂuence des non-linéarités sur le spectre de puissance, mis
en évidence sur la ﬁgure 7.2. En eﬀet, à bas redshift, le régime fortement non-linéaire
est atteint, provoquant une ampliﬁcation de la puissance répartie sur les petites échelles.
Ainsi, au fur et à mesure que nous nous rapprochons de z = 0, la non-linéarité se propage
vers des échelles de plus en plus importantes, allant jusqu’à dégrader le signal BAO.
Finalement, la comparaison entre les cosmologies nous indique qu’aux très grandes échelles,
la puissance des modèles RPCDM est plus élevée que le modèle standard ΛCDM alors
qu’elle est plus faible aux petites échelles. Cela indique que la puissance se répartit dif-
féremment dans les modèles de quintessence : la faible puissance à petite échelle est
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Figure 7.2: Zoom sur l’évolution temporelle non-linéaire des spectres de puissance des
cosmologies ΛCDM (trait plein), RPCDM (tirets) et wCDM (trait-point). Le modèle
RPCDM présente une structuration beaucoup moins importante que les modèles ΛCDM
et wCDM. À l’inverse, le modèle wCDM présente une structuration aujourd’hui plus
élevée que ΛCDM mais équivalente à ΛCDM à des redshifts plus importants (z ∼ 1.2) :
ces différences proviennent directement de la nature de l’énergie noire au travers de son
équation d’état.
compensée par la présence d’une forte puissance aux grandes échelles. En ce sens, les
modèles de type RPCDM sont plus homogènes que les deux autres modèles cosmolo-
giques. La cosmologie wCDM présente un déﬁcit de puissance aux grandes échelles mais
possède le même comportement que ΛCDM à petites échelles à haut redshift. Dès lors
que l’inﬂuence de l’énergie noire est importante, ces deux modèles vont se diﬀérencier :
la puissance contenue aux petites échelles dans le modèle wCDM va alors être bien plus
importante que celle dans le modèle ΛCDM.
Il existe donc un comportement profondément diﬀérent entre les modèles de quintessence
RPCDM et wCDM bien que ces deux modèles aient été choisis de manière symétrique
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l’un de l’autre pour le paramètre d’état et le taux de croissance. Une équation d’état va-
riable est la principale diﬀérence entre le modèle Ratra-Peebles et le modèle wCDM. Cela
indique qu’une énergie noire avec une équation d’état dynamique (e.g. un champ scalaire
en roulement lent) laisse une empreinte bien plus importante sur les structures cosmiques
qu’une énergie noire à équation d’état constante. En d’autres termes, la variation tempo-
relle de l’équation d’état peut retarder (ou avancer) l’époque d’accélération de l’Univers,
laissant une empreinte moins (ou plus) importante sur les structures cosmiques.
Figure 7.3: Oscillations acoustiques de baryons des simulations DEUS : FUR à dif-
férents redshifts. L’impact de l’effondrement gravitationnel non-linéaire sur le signal
cosmologique s’étend jusqu’au second pic BAO. Seule la position du premier pic est
semblable au cours du temps, l’amplitude diminuant au fur et à mesure de l’évolution
cosmique.
Aﬁn de mettre en évidence, dans le modèle ΛCDM, les oscillations acoustiques de ba-
ryons et l’eﬀet important de la dynamique non-linéaire à petites échelles sur ce signal
cosmologique des BAO, nous choisissons de représenter le spectre de puissance mesuré
renormalisé par le spectre de puissance linéaire sans baryons prédit par la formule d’Ein-
senstein et Hu [125] sur la ﬁgure 7.3. La renormalisation par un spectre sans baryons met
en évidence les oscillations acoustiques : la ﬁgure 7.3 montre ainsi clairement la position
des pics acoustiques, identique quel que soit le redshift, et leur amplitude, diminuant au
fur et à mesure du temps. La renormalisation par un spectre linéaire montre l’inﬂuence
de la structuration hautement non-linéaire sur le signal BAO. En particulier, les pics
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acoustiques d’ordre supérieur, contenant une information cosmologique importante, sont
complètement gommés par les non-linéarités.
7.2 Fonction de masse
La fonction de masse F est une observable de comptage indiquant la probabilité d’avoir
un halo d’une masse supérieure à une masse donnée. La fonction de masse à un redshift z
est déﬁnie comme la fraction d’objets N ayant une masse comprise entre M et M +∆M
dans un volume Vbox. À partir de cette déﬁnition, la méthode numérique permettant la
mesure de la fonction de masse est aisée : ayant détecté les halos de matière noire au sein
d’une simulation numérique, le calcul de la fonction de masse réside dans la construction
d’un histogramme :
F (M, z) =
1
Vbox
dN(M, z)
dM
. (7.1)
Nous présentons ﬁgure 7.4 la fonction de masse composite issue de la série de simulations
DEUSS et de la simulation DEUS : Full Universe Run pour le modèle ΛCDM aujourd’hui.
Les halos de matière noire de faibles masses sont donc atteintes par les simulations de
faible volume très résolues. Aﬁn d’accéder aux masses les plus importantes dans l’Univers,
il faut suivre l’eﬀondrement de milliards de particules dans un volume gigantesque :
la simulation DEUS : Full Universe Run sondant la queue de la distribution est ainsi
une simulation de l’ensemble de l’Univers observable. Au sein d’une telle simulation,
nous obtenons une fonction de masse non bruitée à des masses aussi importantes que
1016 h−1 M⊙. La forme de cette fonction de masse est bien conforme avec celle attendue
pour un processus d’eﬀondrement hiérarchique. En eﬀet, dans ce type de processus,
les premiers objets formés sont de petits halos qui vont grossir par fusions successives
jusqu’à former peu de halos très massifs. La chute exponentielle aux masses les plus
élevées s’explique par le fait que de tels halos n’ont pas encore eu le temps de se former.
Deux régimes sont à distinguer sur la fonction de masse : une région aux faibles masses
suivant approximativement une loi de puissance et une queue aux fortes masses ayant
une extinction exponentielle. Aﬁn d’eﬀectuer des mesures précises dans ces deux régimes,
il convient d’allier une résolution importante aﬁn de résoudre les halos peu massifs et un
volume très important aﬁn de maximiser l’occurrence d’un événement rare et d’obtenir
les halos les plus massifs de l’Univers. Pour sonder précisément la fonction de masse,
il faut trouver un compromis entre volume simulé et résolution : comme le montre la
convergence entre les diﬀérentes simulations de la série DEUSS (voir Chapitre 11) sur la
ﬁgure 7.4, l’utilisation d’une série de simulations est une solution eﬃcace.
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Figure 7.4: Fonction de masse composite en z = 0 issue de la série de simulations
DEUSS et de la simulation DEUS : Full Universe Run pour le modèle cosmologique
ΛCDM. On distingue parfaitement la chute exponentielle aux fortes masses.
La prédiction théorique de la dépendance de cette probabilité en fonction de la masse
limite est complexe et demande soit la prise en compte de manière ﬁne de l’eﬀondrement
gravitationnel, soit la description statistique de la dynamique non-linéaire. Cette dernière
est la voie suivie pour aboutir à la prédiction de Press et Schechter [126].
La méthode consiste en l’introduction d’une forme fonctionnelle f , appelée fonction de
multiplicité, permettant, à partir de considération statistique, de masquer notre ignorance
sur le processus exact d’eﬀondrement gravitationnel :
F =
dn
dM
= − ρ¯
M
1
σ2
dσ
dM
f
(
δc
σ
)
. (7.2)
La fonction de multiplicité peut s’écrire de diﬀérentes manières suivant que l’on modélise
un eﬀondrement sphérique, ellipsoïdal ou quelconque. Ainsi, dans le cas le plus simple,
elle prend la forme de Press et Schechter [126] ou Sheth et Tormen [127] :
fPS
(
δc
σ
)
=
(
2
π
)1/2 δc
σ
exp
(
− δ
2
c
2σ2
)
(7.3)
fST
(
δc
σ
)
= A
(
2a
π
)1/2 δc
σ
[
1 +
(
δc
σ
√
a
)−2p]
exp
(
−a δ
2
c
2σ2
)
(7.4)
δc est la prédiction donnée par l’eﬀondrement sphérique dans une cosmologie donnée.
Il dépend donc a priori de la cosmologie. Cependant, l’indépendance de δc et ∆vir en
fonction du temps dans un modèle SCDM a poussé les auteurs à souvent négliger la
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contribution de la cosmologie.
Des simulations numériques [128, 129] ont également permis de mesurer directement
cette fonction de multiplicité uniquement en termes de la variable σ. Par exemple, les
travaux de Jenkins ont mené à l’établissement d’une fonction de multiplicité qui, sur la
gamme de masse −1.2 ≤ lnσ−1 ≤ 1.05 ne présente pas de déviations supérieures à 20%
d’une cosmologie à l’autre :
f(σ) = 0.315 exp
(−| lnσ−1 + 0.61|3.8) . (7.5)
La simulation Full Universe Run, en présentant une gamme de masse inégalée (avec
−0.95 ≤ lnσ−1 ≤ 1.2), permet d’étudier les diﬀérences à la prédiction de Jenkins. En
particulier, sur la ﬁgure 7.5, nous voyons que la formule empirique de Jenkins s’écarte
énormément de la mesure, en raison de l’action de l’énergie noire sur la formation des
structures, très présente aux fortes masses.
Figure 7.5: Différence relative de la fonction de multiplicité mesurée dans la simulation
DEUS : Full Universe Run et de la prédiction théorique de Jenkins.
Cela suppose donc de revoir la gamme de validité de la formule empirique de Jenkins qui,
au vu de nos simulations, ne peut pas être utilisée au-delà de lnσ−1 ∼ 0.4. Au-delà d’une
simple modiﬁcation de cet intervalle de validité, cette déviation implique de repenser la
formation des structures les plus importantes dans l’Univers.
De la même manière, nous pouvons étudier l’évolution de la fonction de masse en redshift
dans le modèle ΛCDM. Pour se faire, nous ﬁxons un seuil et comptons les objets de masse
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supérieure à ce seuil compris entre un redshift z et un redshift z+∆z. Les prescriptions
précédentes nous permettent également de prédire théoriquement la fonction de masse
en redshift, en intégrant ces formes fonctionnelles sur les halos plus massifs que le seuil à
chaque instant. Dans le cas de la simulation DEUS : Full Universe Run, le seuil en masse
est ﬁxé à 1.2×1014 M⊙. Les bins en redshift sont choisis de telle manière à échantillonner
linéairement la fonction de masse en fonction du redshift.
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Figure 7.6: Fonction de masse en redshift dans la simulation DEUS : Full Universe
Run ΛCDM pour les observateurs placés au centre de trois cônes de lumière. La courbe
rouge indique la prédiction issue de l’intégration de la forme fonctionnelle de Sheth
et Tormen. Les diamants correspondent aux mesures menées au sein de la simulation
DEUS : Full Universe Run. À bas redshift, l’augmentation du nombre d’objets est due
aux effets de volume. À haut redshift, la vitesse de la chute est associée au modèle
cosmologique. L’écart relatif est indiqué dans la figure inférieure.
La ﬁgure 7.6 représente les mesures de la fonction de masse en redshift issues de la si-
mulation DEUS : Full Universe Run dans la cosmologie ΛCDM pour trois observateurs
situés aux centres de trois cônes de lumière. Sur les ﬁgures supérieures, la courbe théo-
rique, calculée à partir de la formule de Sheth et Tormen, est indiquée en rouge alors que
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les mesures sont représentées par des diamants de diﬀérentes couleurs. La fonction de
masse en redshift est à décomposer en deux parties : à bas redshift, on observe une aug-
mentation rapide du nombre d’objets avec le redshift ; aux redshifts élevés, on observe
une chute importante de la fonction de masse. Ces eﬀets ont des causes radicalement
diﬀérentes. De manière similaire aux mesures observationnelles, à bas redshift, l’augmen-
tation est uniquement due aux eﬀets de volume du cône de lumière comme indiqué par la
courbe continue bleue. À l’inverse des observations, à haut redshift, la diminution n’est
pas liée à la limite en luminosité des mesures mais à la limite en masse : à résolution
ﬁxée, nous avons donc tous les halos supérieurs à une masse donnée du cône de lumière.
La cosmologie laissant une empreinte forte sur les objets de masse élevée, c’est dans cette
chute du nombre de halos en fonction du redshift que la dépendance cosmologique est la
plus importante.
La ﬁgure inférieure indique l’écart relatif des mesures eﬀectuées sur l’observateur n˚ 1 à
la prédiction théorique de Sheth et Tormen. Nous voyons que nous sommes capables de
prédire la fonction de masse en redshift avec une précision de 5% sur une large gamme
de redshift (allant de z = 0.4 à z = 2.3). En dehors de cette gamme de redshift, les
déviations à la prédiction théorique sont associées au faible nombre d’objets détectés.
7.3 Distribution en redshift et événement rare
Les simulations DEUS : Full Universe Runs permettent également d’étudier le nombre
et la distribution des amas dans l’espace des redshifts et de les comparer à des projets
observationnels. Par exemple, dans le cadre de la mise en place d’un catalogue d’amas
détectés par eﬀet Sunayev-Zel’Dovich par le "South Pole Telescope" (SPT), 224 amas de
galaxies ont été repérés dans un cône de lumière profond de z = 1.3 d’une ouverture de
720 degrés carré. En particulier, la détection du halo SPT-CL J2106-5844 d’une masse
de (1.31 ± 0.21) × 1015 h−1 M⊙ à un redshift de 1.13 a été conﬁrmée [130, 131]. Un tel
objet est à la limite de la prédiction théorique liée à la fonction de masse dans le cadre du
modèle de concordance ΛCDM. Les estimations actuelles nous indiquent une probabilité
proche de 7% dans un relevé du ciel d’une taille de 2500 degrés carré correspondant à
l’ensemble du relevé eﬀectué par le SPT.
On peut donc s’interroger sur la dépendance d’une telle observation sur la position de
l’observateur, sur la surface du relevé ainsi que sur la cosmologie. La dépendance sur
la position de l’observateur, que l’on peut associer à un principe de variance cosmique,
peut être étudiée grâce aux cônes de lumière de la simulation Full Universe Run placés
en diﬀérents points de l’espace-temps. En particulier, le large volume simulé par les simu-
lations DEUS : Full Universe Runs permet de considérer des cônes de lumière sphériques
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en z = 0 ne se recouvrant pas avant un redshift z = 6 : chaque observateur peut donc être
considéré comme indépendant, celui-ci n’ayant pas interagi gravitationnellement depuis
très longtemps avec son voisin. Sur les ﬁgures 7.7, les trois observateurs sont représentés
en bleu, rouge et vert.
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Figure 7.7: Masse maximum du halo en fonction du redshift pour trois observateurs
différents (en bleu, rouge et vert) dans un cône de lumière complet (à gauche) et dans
vingt relevés de 2500 degrés carré (à droite) en cosmologie ΛCDM. L’étoile verte indique
la position de l’objet SPT-CL J2106-5844, d’une masse de 1.31×1015 h−1 M⊙ à z = 1.13.
L’observation d’un tel objet en ΛCDM est peu probable dans un cône complet et est très
dépendante de la variance cosmique. Dans un relevé plus petit, la probabilité d’observer
un tel objet est encore plus faible.
L’inﬂuence de la taille du relevé sur la masse maximale de l’objet observé s’obtient en
jetant aléatoirement des cônes ﬁns à l’intérieur du cône du ciel entier des simulations
Full Universe Run. Ces cônes ont un angle d’ouverture de 25.4˚ aﬁn de mimer le relevé
eﬀectué par le "South Pole Telescope". Pour obtenir les résultats préliminaires décrits
ci-dessous, nous avons sélectionné 20 cônes ﬁns aﬁn de couvrir, de manière statistique,
au moins une fois le ciel complet. Finalement, l’inﬂuence de la cosmologie est étudiée en
réitérant ces deux mesures et en superposant les résultats issus des diﬀérents modèles
cosmologiques.
Les ﬁgures 7.7 montrent ainsi l’inﬂuence de la position de l’observateur et de la taille
du relevé eﬀectué dans le modèle standard ΛCDM. À gauche est présentée la masse de
l’objet le plus massif en fonction du redshift pour un relevé complet du ciel (i.e. 41000
degrés carré) pour trois observateurs diﬀérents (croix bleus, ronds rouges et plus verts).
Dans la ﬁgure de droite est représentée la masse de l’objet le plus massif en fonction du
redshift pour 20 relevés d’une taille de 2500 degrés carré pour trois observateurs diﬀé-
rents. La position de l’objet le plus massif observé par le SPT est indiquée par une étoile
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verte. Finalement, les droites verticales et horizontales délimitent les objets les plus rares
de l’Univers (redshift supérieur à l’unité et masse au-dessus de 1015 M⊙).
Des diﬀérences importantes liées à la position de l’observateur sont visibles. En par-
ticulier, l’observateur du cône de lumière numéro 2 est le seul à observer un objet de
5 ×1014 h−1 M⊙ à un redshift de z = 2.25. À l’inverse, l’environnement de l’observateur
numéro 3 est tel qu’il observe presque toujours une masse maximum inférieure aux deux
autres observateurs. La présence d’un amas tel qu’observé par le SPT est vériﬁé sur un
relevé du ciel complet. On remarque que l’amas le plus massif de tout le ciel est observé
à un redshift de 0.1 environ : la masse d’un tel amas est très loin de l’amas le plus massif
de l’espace comobile, sa masse étant de 2×1015 h−1 M⊙ dans ce relevé. Cela signiﬁe que
la variance cosmique est très importante sur les amas les plus massifs de l’Univers : l’uti-
lisation de plusieurs observateurs dans les simulations numériques est donc indispensable
pour quantiﬁer les eﬀets de position dans l’Univers.
La situation change beaucoup lorsque l’on considère un relevé issu d’un cône ﬁn d’une
taille de 2500 degrés carré. La tendance générale est une chute de la masse maximale en
fonction du redshift : en moyenne, celle-ci est divisée par deux, la pente de la courbe étant
conservée à grand redshift, avec un objet le plus massif situé à un redshift de z = 0.6
avec une masseM = 2.4×1015 h−1 M⊙. Pour les redshifts faibles, un eﬀet observationnel
important est visible, avec une chute importante de la masse maximale à un décalage
spectral donné : les mesures observationnelles réalisées sur des relevés d’amas ﬁns sous-
estimeront donc largement la masse des objets à bas redshift. Une dispersion très large
est observée pour des redshifts compris entre 0.5 et 1.75, indiquant une grande variété
d’objets dans des directions diﬀérentes du ciel. Finalement, la dernière observation est la
diﬃculté pour le modèle ΛCDM de reproduire l’objet observé à z = 1.13 et indiqué avec
l’étoile verte. Parmi notre échantillon de 50 relevés ﬁns du ciel, seul un observateur peut
observer un tel objet, ce qui revient, encore une fois, à aborder une telle observation en
termes de variance cosmique.
Cependant, l’occurrence d’un tel événement varie sensiblement d’un modèle cosmologique
à l’autre. En eﬀet, des modèles présentant des spectres de puissance plus élevés que
ΛCDM tel le modèle wCDM vont former des structures plus tôt dans l’histoire cosmique.
Ces objets ont donc des masses plus importantes que les halos détectés en ΛCDM et ce,
à des instants plus reculés. La ﬁgure 7.8 illustre cette diﬀérence dans la formation des
structures les plus massives à un décalage spectral donné en traçant le rapport entre la
masse maximale dans le modèle wCDM et la masse maximale dans le modèle ΛCDM. Ce
rapport est calculé pour un relevé sphérique du ciel complet pour chaque observateur. Les
moyennes pour chaque observateur sont indiquées par des traits pleins de couleur : dans ce
cas, la variance cosmique a un rôle peu important, les moyennes étant très proches (écart
maximum de 3.7 %) d’un observateur à l’autre. L’écart-type autour de ces moyennes
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entre observateurs est particulièrement important à haut redshift, le nombre d’objets
par bin étant plus faible qu’à un faible décalage spectral. Nous avons donc montré que
l’empreinte de la cosmologie sur les structures les plus massives est aﬀectée à hauteur de
quelques pour-cents au cours de l’évolution cosmique par la variance cosmique.
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Figure 7.8: Rapport des masses maximum en ΛCDM et wCDM en fonction du redshift
dans le cône de lumière : les traits pleins indiquent les moyennes pour trois observateurs
localisés en des points différents de l’espace. Trois régions sont à distinguer : une région
autour de la moyenne où on sonde l’influence de l’énergie noire sur l’effondrement
gravitationnel ; une zone au-dessus de ∼ 40 % où la technique de détection efface la
cosmologie en pontant des structures ; une région inférieure au trait noir où les structures
de masse maximum comparées d’un modèle à l’autre ne sont pas au même endroit de
l’espace-temps.
Plusieurs régimes sont visibles sur cette ﬁgure : les points ayant un rapport très proche
des moyennes correspondent à la détection du même objet dans les deux cosmologies.
L’accrétion de matière plus rapide dans le modèle wCDM augmente naturellement la
masse maximale de ces objets, ce qui explique la valeur moyenne de ∼ 15 %. Les choix
de phases initiaux étant les mêmes d’un modèle cosmologique à l’autre, les objets consi-
dérés sont les mêmes (même position, environnement à grande échelle similaire...) d’une
cosmologie à l’autre ce qui rend cette région particulièrement intéressante. Ainsi, dans
un modèle à faible structuration telle la cosmologie RPCDM, la masse maximum de ces
objets dans le même état gravitationnel sera toujours plus faible que la masse en ΛCDM.
Dans une telle cosmologie, s’il n’existe pas d’objets d’une masse semblable à la masse de
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l’amas détecté par le "South Pole Telescope", alors le modèle RPCDM n’est plus viable
car pour un même environnement gravitationnel, les modèles à structurations fortes pro-
duisent une structure telle qu’observée.
Les points ayant un rapport de masse très supérieur (& 40 %) à la moyenne s’expliquent
par la présence d’un pontage entre deux halos lié à l’algorithme de détection Friends-
of-Friends. En eﬀet, le choix de phase étant identique d’un modèle à l’autre, l’action
seule de l’énergie noire ne peut pas expliquer des diﬀérences de 40 à 110 %. Cependant,
l’action de l’énergie peut entrainer un agrandissement spatial des structures, pouvant
ainsi provoquer une fusion entre deux halos proches. Une meilleure prise en compte de
ces eﬀets de pontage, que nous esquissons dans l’Annexe B, doit permettre de limiter
l’amplitude de ces ﬂuctuations et de retrouver une mesure plus proche de la moyenne
associée au signal cosmologique seul.
Finalement, quelques mesures, situées sous la limite M/MΛCDM = 1 indiquée par un
trait noir, présentent des masses plus faibles en wCDM qu’en ΛCDM. Encore une fois
l’état gravitationnel des halos doit être similaire d’un modèle à l’autre et seule l’action de
l’énergie noire doit entrainer des diﬀérences dans l’objet de masse maximale. Cependant,
l’explication réside ici dans la proximité de la masse maximum des objets aux décalages
spectraux incriminés : les objets que l’on compare sont diﬀérents d’un modèle cosmo-
logique à l’autre, les objets de masse élevée détectés en ΛCDM ayant été disloqués en
wCDM. Une méthode pour limiter cet eﬀet consiste à augmenter la taille des bins en
redshift aﬁn d’augmenter le nombre d’objets par unité de redshift.
Une approche plus quantitative de ces mesures sera développée en faisant appel aux
statistiques de valeurs extrêmes, encore appelées statistique de Gumbel [132].
Les simulations Dark Energy Universe Simulation : Full Universe Runs ont d’ores et
déjà apporté un nombre important de résultats sur le plan technique avec l’utilisation
de 76032 coeurs de calcul sur un supercalculateur parallèle, 1.5 pétaoctets de données
générées et traitées par une chaine de post-traitement innovante, sur le plan numérique
avec la mise en place et l’optimisation d’un nombre important de code allant de la
génération des conditions initiales au stockage des résultats en passant par l’évolution
dynamique de plus de 550 milliards de particules dans un volume de la taille de l’Univers
observable, et sur le plan scientiﬁque avec la mise en évidence de déviation importante
de la fonction de masse par rapport à la prédiction empirique de Jenkins et al. [128]
aux fortes masses, à l’évolution des oscillations acoustiques de baryons dans des modèles
d’énergie noire modiﬁée et à l’inﬂuence de l’énergie noire sur la structuration dans le
cône de lumière.
La partie suivante rassemble tous les travaux menés durant ces trois années de thèse en
cosmologie numérique.
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Dans les chapitres précédents, nous avons fait appel à maintes reprises aux méthodes
et simulations numériques. Cette partie constituée de quatre chapitres expose donc ces
méthodes et les codes utilisés (Chapitre 8, Chapitre 9 et Chapitre 10), leurs amélio-
rations apportées durant ma thèse et, ﬁnalement, présente l’ensemble de simulations
(Chapitre 11) obtenu grâce à ces outils numériques.
Le Chapitre 3 a permis d’obtenir les équations du mouvement de ﬂuides cosmologiques
à l’ordre linéaire. Dans ce chapitre, nous souhaitons aller au-delà de ce régime linéaire et
suivre l’eﬀondrement des champs de matière jusqu’à des échelles hautement non-linéaires.
Un tel suivi dépassant largement le cadre des théories actuelles, l’étude des phénomènes
(e.g. proﬁls, couplages de mode) se développant sur ces échelles nécessite l’utilisation
d’outils numériques performants.
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8.1 Principe des simulations gravitationnelles N-corps
Dans un cadre cosmologique, l’utilisation de simulations numériques permet au physicien
de s’extraire de l’objet de son étude − l’Univers − pour adopter un point de vue extérieur
au système, en s’abolissant de son statut d’observateur unique situé en une position
particulière de l’espace-temps. La réalisation d’une expérience numérique permet alors
de modéliser et comprendre les eﬀets de la gravitation sur des échelles variées en des
points quelconques de l’espace-temps numérique.
Aﬁn de décrire l’évolution du contenu de l’Univers, plusieurs hypothèses doivent être
formulées. En premier lieu et pour des raisons numériques, le champ de matière ne peut
être décrit de manière continue : l’espace des phases doit donc être discrétisé. Il existe
principalement deux méthodes pour l’échantillonner : la première approche adopte une
vision eulérienne du ﬂuide consistant en un découpage de l’espace en cellules élémen-
taires et en la résolution des équations d’Euler et de conservation pour en déterminer
l’évolution ; la seconde méthode consiste à décrire le champ de matière sous-jacent en
terme d’un ensemble de particules d’une masse donnée mp. Ces points ne constituent pas
des particules de matière en soi mais simplement une discrétisation dynamique du ﬂuide
matériel.
La première approche est particulièrement adaptée au traitement d’un gaz de baryons,
où les eﬀets de pression et de radiation sont importants à cause des interactions matière
rayonnement. Une description en terme de ﬂux de ces phénomènes est alors préférable.
La seconde solution est employée dans le cas de la matière noire, ﬂuide non-collisionnel,
où le libre parcours moyen des particules traçant le ﬂuide est élevé et où la seule force in-
tervenant est la gravitation. Grâce à cette démarche lagrangienne, cette méthode permet
une interpolation de la force à partir des particules très eﬃcace.
Une autre hypothèse, utilisée pour toute simulation numérique cosmologique décrite dans
le cadre de la relativité générale, concerne l’homogénéité de l’Univers. Ainsi, la prise en
compte de la cosmologie se fait en décomposant ce qui provient du taux d’expansion
global des eﬀets de gravité locale. Les eﬀets propres à la dynamique homogène sont
décrits par l’équation de Friedmann (2.9), calculée au préalable tout au long de l’histoire
cosmique. Ils se traduisent par une dilatation des distances physiques par le facteur
a(z) ainsi qu’une correction des champs de vitesse par un facteur H(z) comme l’indique
l’équation d’évolution temporelle (4.6). Les eﬀets de gravitation locale sont calculés à
travers l’équation de Poisson, sous une forme newtonienne correspondant à la limite
locale des équations d’Einstein. Dans ce cadre, l’interaction gravitationnelle se propage
de manière instantanée.
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La validité de cette dernière hypothèse semble correcte, l’univers étant vu comme ho-
mogène aux grandes distances. En eﬀet, tant que la simulation numérique n’approche
pas le rayon de Hubble, les conséquences dynamiques d’une propagation instantanée de
la force de gravité sur les grandes échelles doivent être proches de zéro. Cependant, au
voisinage du rayon de Hubble, il n’existe pas de conclusions déﬁnitives : cela implique que
cette hypothèse doit être testée avec précision à partir d’une simulation de très grands
volumes.
Une méthode envisagée pour mettre en évidence ces eﬀets liés au potentiel retardé est
l’étude de la diﬀérence des forces gravitationnelles appliquées à un observateur situé au
centre d’un volume comobile et du même volume dans l’espace des redshifts (suivant le
cône de lumière de l’observateur considéré) dans une simulation de très grand volume.
8.2 La méthode PM-AMR
8.2.1 Le solveur dynamique PM-AMR : application au code dyna-
mique RAMSES
Le code RAMSES [133], permet de résoudre de manière numérique la dynamique d’ef-
fondrement gravitationnel d’un ensemble de particules de matière noire et de baryons.
Cependant, la compréhension de la physique baryonique (formation des Noyaux Actifs de
Galaxies ou AGN, des étoiles, des trous noirs etc.) et des eﬀets de rétroaction de ceux-ci
aux grandes échelles est encore très parcellaire. La prise en compte de ces phénomènes
suit encore des prescriptions phénoménologiques discutables. Dans ce travail, nous ne
nous intéresserons donc qu’aux simulations cosmologiques sur de larges échelles ce qui
justiﬁe de traiter la dynamique des champs de matière dans l’univers uniquement en
terme de matière noire froide. Cette hypothèse permet de mener des simulations cosmo-
logiques ﬁables sur une gamme d’échelles importantes avec un grand nombre de particules
en utilisant les moyens numériques actuelles, l’addition de la physique baryonique étant
très consommatrice en mémoire et en temps de calcul.
En accord avec les modèles cosmologiques actuels à matière noire froide, nous déﬁnissons
la matière noire comme un ﬂuide non-collisionnel interagissant uniquement via les forces
gravitationnelles. Dans ce cas précis et dans l’approximation d’un ensemble discret de
particules ponctuelles (approche lagrangienne), les équations du mouvement sont décrites
par les équations de Vlasov-Poisson :[
∂
∂θ
+ (~u.∇)− (∇.φ) ∂
∂~u
]
f(~r, ~u, θ) = 0 (8.1)
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et
∆rφ = 4πGρ . (8.2)
Dans ces équations, θ représente la variable temporelle (exprimée en temps propre, temps
conforme, temps super-comobile etc.), ~r et ~u les vecteurs position et vitesse écrits dans
une unité compatible avec celle de la variable temporelle et ρ la densité énergétique. La
fonction de distribution f est reliée à la densité d’énergie ρ par
ρ =
∑
i
mi
∫
d3~pfi(~r, ~u, θ) . (8.3)
Si l’on souhaite calculer le mouvement d’une particule de matière noire évoluant de
manière newtonienne au sein d’une collection de particules, les équations de Vlasov-
Poisson se réduisent drastiquement :
d~ri
dt
= ~vi
d~vi
dt
= −~∇rφ .
(8.4)
(8.5)
Nous avons ici posé ~ri et ~vi les positions et vitesses de la particule i et ρ et φ la densité
et le potentiel gravitationnel. Puisque nous suivons la croissance des ﬂuctuations dans
un Univers en expansion, nous choisissons de réécrire les équations précédentes en terme
de coordonnées comobiles ~ri = a(t)~xi et dt = a(t)dη. Cette méthode permet de séparer
les eﬀets d’expansion cosmique des eﬀets d’eﬀondrement gravitationnel.
Rappelons ici que le traitement d’un système continu par un ensemble discret de par-
ticules est une approximation dont la précision dépend essentiellement du nombre de
particules. Ainsi, plus le nombre de points dans la simulation augmente, plus la précision
du calcul sera élevée.
L’algorithme pour résoudre les équations (8.2) et (8.4−8.5) fait appel à une méthode
sur grille. Il est dérivé de la méthode standard dite « Particle-Mesh » (PM ou Particule-
Grille). Dans cette méthode, l’espace des phases est discrétisé suivant une grille sur
laquelle tous les champs sont calculés : c’est la partie « Mesh » de la méthode. Le côté
« Particle » est associé à l’évolution dynamique des particules suivies cette fois-ci dans un
espace continu. Cette méthode standard peut être décomposée en sept étapes itératives :
1. Calculer la densité de matière ρ sur la grille eulérienne, en utilisant un schéma
d’interpolation à partir de la position des particules. Il existe de nombreux sché-
mas d’interpolation possible, dont la précision croît avec la complexité. Un bon
compromis est le schéma de type Cloud-In-Cell (CIC), utilisé dans RAMSES, qui
permet d’atteindre une précision importante sans augmenter le temps de calcul ;
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2. Calculer le potentiel gravitationnel φ sur la grille en utilisant l’équation de Pois-
son, éventuellement sous une forme modiﬁée lorsque l’on considère des modèles
de gravité non-standard. Cette équation est résolue par une méthode multi-grille
[134] ;
3. Calculer l’accélération sur la grille. Une approximation standard, faisant appel à
une méthode de diﬀérences ﬁnies, a été utilisée ;
4. Calculer l’accélération de chaque particule, en utilisant le schéma d’interpolation
inverse de l’étape 1. Il s’agit donc ici d’un CIC−1 ;
5. Calculer la nouvelle vitesse de chaque particule, connaissant son accélération en
utilisant simplement ~vi,new = ~vi,old + ~qit ;
6. Calculer la nouvelle position de chaque particule, connaissant sa vitesse :
~xi,new = ~xi,old + ~vi,newt ;
7. Vériﬁer la conservation de l’énergie, et passer au pas de temps suivant.
Cet algorithme, très générique, demande une force de calcul considérable pour arriver
à résoudre des échelles très petites où l’eﬀondrement gravitationnel est particulièrement
important. Dès lors, aﬁn de suivre le schéma général de croissance hiérarchique des struc-
tures gravitationnelles depuis de petits grumeaux de matière s’ampliﬁant peu à peu pour
former de grands halos, il est nécessaire de disposer d’une résolution adaptative aux en-
droits où la matière se concentre au cours du temps. Ce genre de résolution dynamique
peut être atteinte en utilisant des techniques de mailles à raﬃnement adaptatif (Adap-
tative Mesh Reﬁnement ou AMR), comme implémenté dans le solveur N-corps du code
RAMSES [133].
Le code RAMSES, utilisé et optimisé par le consortium DEUS, est basé sur une technique
AMR, avec une structure en arbre, qui permet des raﬃnements récursifs de la grille,
cellule par cellule [135]. Il combine les avantages de la vitesse d’un solveur de l’équation
de Poisson basé sur les grilles, à la large gamme dynamique et la ﬂexibilité des structures
en arbres. Dans ce code, l’évolution gravitationnelle des particules se fait suivant la
méthode Particule-Mesh [123] alors que l’équation de Poisson est résolue par une méthode
multigrille [134]. La stratégie de raﬃnement suit une approche quasi-lagrangienne (i.e.
consistant à maintenir une résolution eﬀective d’une particule par cellule) où une cellule
est subdivisée en 8 dès que la masse qu’elle contient dépasse un seuil donné η. En général,
un niveau de raﬃnement maximum Rmax est imposé (la pratique impose un Rmax = 6),
mais il est possible de laisser le code raﬃner autant que nécessaire. Cela permet de
dépasser largement la résolution λPM = (Vsim/Npart)
1/3 (appelée résolution « coarse »)
associée à un solveur PM, en divisant cette valeur par 2Rmax . Notons que pour éviter des
variations brutales dans la résolution spatiale, toutes les cellules voisines d’une cellule
raﬃnée au niveau R auront nécessairement un niveau de raﬃnement compris entre R−1
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et R+1. Comme indiqué sur la ﬁgure 8.1, chaque cellule AMR est raﬃnée récursivement
dans RAMSES lorsque le nombre de particules par cellule a dépassé le seuil η.
Pour réduire l’eﬀet de dérive numérique en cours de calcul, il existe un sous-cyclage des
pas de temps : chaque niveau de grille évolue suivant un pas de temps d’autant plus ﬁn
que le raﬃnement est élevé. Un schéma milieu de second ordre a été implémenté, ce qui
se ramène exactement au schéma usuel d’intégration du second ordre alternée (méthode
saute-mouton ou « leapfrog » [136]) pour des pas de temps constants.
!"# !"$
Figure 8.1: La grille adaptative AMR d’une région cubique de taille 75 h−1 Mpc
à deux pas de temps différents. Les couleurs correspondent à l’intensité du potentiel
gravitationnel : plus cette valeur est élevée, plus le degré de raffinement est important.
Sur l’image de droite, six degrés de raffinement sont visibles, ce qui nous permet d’avoir
une résolution maximale de l’ordre de 40 h−1 kpc.
Pour chaque niveau, le pas de temps est déterminé indépendamment en utilisant des
contraintes de stabilité standard. La première contrainte vient de l’évolution gravita-
tionnelle, qui impose qu’une modiﬁcation du pas de temps au niveau ∆tl soit plus petite
qu’une fraction du temps de chute libre. La seconde contrainte vient de la dynamique des
particules sur la grille AMR, qui impose que le mouvement des particules soit inférieur
à une fraction de la taille de la cellule locale. Une troisième contrainte est imposée sur le
pas de temps, en spéciﬁant que le facteur d’expansion a(t) ne varie pas de plus de 10% en
un pas de temps. On peut noter que cette dernière contrainte n’est eﬀective que pour les
premiers pas de temps correspondant au régime linéaire d’eﬀondrement gravitationnel.
En déﬁnitive, le nouveau pas de temps est égal au minimum des pas de temps imposés
par les trois contraintes précédentes.
Finalement, les modiﬁcations de la dynamique dues à l’inﬂuence de l’Énergie Noire sont
seulement prises en compte de manière homogène et linéaire. Ainsi, aﬁn de pouvoir
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observer la structuration de l’univers pour diﬀérents modèles d’énergie noire, le code
dispose en entrée de tables numériques pré-calculées par une version modiﬁée de CAMB
[89, 137, 138] (voir également la thèse de V. Boucher) ou MPGRAFIC [139], contenant
toutes les quantités cosmologiques nécessaires au suivi de l’évolution de l’énergie noire
au cours de la simulation. En particulier, ces tables renseignent le code RAMSES sur
l’inﬂuence de l’énergie noire sur l’évolution linéaire du facteur d’échelle, du taux de
croissance etc.
8.2.2 Parallélisation des codes PM-AMR
RAMSES a été parallélisé MPI en utilisant une décomposition de domaine dynamique,
basée sur la courbe de Hilbert, qui a la propriété de paver tout l’espace des grilles
« coarse ». La distribution des particules et des grilles AMR est eﬀectuée suivant la
courbe de Hilbert 1. Cette courbe de Hilbert est établie suivant plusieurs critères comme
indiqué par l’exemple 8.2 :
– La courbe passe une fois et une seule par toutes les cellules de la simulation à une
résolution donnée.
– La courbe déﬁnit autant de sous-domaines compacts simplement connexes qu’il y a
de processus MPI. Ces domaines, correspondant aux diverses couleurs de la ﬁgure 8.2
dans un cas simpliﬁé bidimensionnel (à gauche) et un cas tridimensionnel (à droite),
présentent initialement des volumes équivalents.
– Chaque coeur de calcul traite uniquement les particules correspondant à sa sous-région
propre. La charge de chaque processus MPI est alors équilibré.
– L’évolution gravitationnelle des particules engendrant des surdensités, il peut être né-
cessaire de procéder à des rééquilibrages de charge (appelé « Load balancing ») à
quelques pas de temps durant la simulation. Ceux-ci sont réalisés en modiﬁant les
extrémités de la courbe de Hilbert dans chacun des sous-domaines : cette étape est
illustrée en médaillon de la ﬁgure 8.2. La zone encadrée en rouge correspond à une sur-
densité importante ayant entrainé une diminution de la longueur du segment rouge.
Ces critères impliquent que deux points proches sur la courbe de Hilbert seront traités
par deux processeurs proches physiquement. Les coeurs de calcul, correspondant aux
diverses couleurs pavant la courbe de Hilbert sur la ﬁgure 8.2, montrent une grande
compacité. Cette proximité physique des noeuds de calcul permet une parallélisation
eﬃcace en limitant les temps de communication. Finalement, le nombre de particules
étant égal au nombre de cellules au début de la simulation, la courbe de Péano-Hilbert
permet une indexation simple et eﬃcace faisant correspondre l’identiﬁcateur m d’une
1. On peut également appeler cette courbe Péano-Hilbert si l’on souhaite rendre hommage aux deux
mathématiciens ayant introduit des courbes unidimensionnelles pavant tout l’espace tridimensionnel
(également appelées « space-filling curves »).
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Figure 8.2: La parallélisation du code RAMSES-DEUS est effectuée suivant la courbe
de Péano-Hilbert. Les processus MPI sont répartis le long de cette courbe de manière
à se répartir équitablement toutes les particules. Chaque processeur s’occupe d’une
surface bien défini dans un cas bidimensionnel (à gauche) ou d’un volume dans un
cas tridimensionnel (à droite). Lors de la réalisation de simulations très résolues, il est
nécessaire de rééquilibrer la charge mémoire de chaque processus : c’est l’étape dite
de « load balancing ». Cette étape, illustrée en médaillon, montre la présence d’une
surdensité dans le carré rouge, le segment rouge ayant diminué. À l’inverse, la ligne
orange s’étant étendue, la zone traité par ce processus est plutôt vide.
particule avec sa position initiale (i, j, k) dans la grille de simulation. Ces identiﬁcateurs,
uniques pour chaque particule tout au long du calcul, seront particulièrement utiles pour
suivre les particules au cours du temps.
8.3 Optimisations du solveur dynamique : code RAMSES-
DEUS
Récemment, l’augmentation des performances des machines et des algorithmes ont per-
mis d’atteindre des résolutions élevées. Cependant, pour arriver à améliorer ce suivi de
l’eﬀondrement gravitationnel, de nombreuses optimisations des codes sont nécessaires.
En particulier, le portage des codes sur machines parallèles demande d’implémenter une
version parallélisée des codes dynamiques. Nous avons vu précédemment que la paralléli-
sation du code RAMSES, eﬀectuée par R. Teyssier en 2002 [133], est basée sur la courbe
de Hilbert. Cependant, de nombreuses optimisations restent possibles.
Les améliorations menant au code dynamique RAMSES-DEUS durant mon travail de
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thèse ont été de deux ordres. La première optimisation vise à une amélioration des per-
formances en temps de calcul. Cela résulte essentiellement d’une amélioration de la pa-
rallélisation de RAMSES et en particulier d’une meilleure implémentation du schéma de
communications. Les améliorations suivantes ont eu pour but de rendre possible l’exécu-
tion de manière stable du code RAMSES-DEUS sur les supercalculateurs de type Tier-0
possédant un nombre très élevé de coeurs (telle la machine Curie, avec plus de 90000
coeurs de calcul, décrite Chapitre 10). Il est bon de noter que, d’une manière générale,
plus les optimisations des codes sont poussées, plus il est nécessaire de comprendre ﬁne-
ment le fonctionnement (hardware et software) des supercalculateurs utilisés. Les trois
sections suivantes présentent les discussions techniques autour de ces améliorations no-
tables du code RAMSES-DEUS.
8.3.1 Optimisation du schéma de communications
Suite à l’exécution du code RAMSES-DEUS sur 24512 coeurs à l’IDRIS (sur la machine
Babel Blue-Gene/P), nous avons détecté une légère augmentation du temps de calcul.
Celle-ci a évolué d’un facteur dix lorsque nous avons augmenté le nombre de coeurs à
32768 (passant à 1100s par pas de temps). Une mesure ﬁne de la scalabilité 2 nous a
montré que le temps de calcul était perdu dans les communications globales de type
Mpi_Alltoall ainsi que dans des communications processus-à-processus non-bloquantes
type Mpi_Isend/Mpi_Irecv.
Ces comportements semblent être normaux. En eﬀet, les instructions Mpi_Alltoall sont,
par nature, très gourmandes en temps de calcul : toutes les composantes d’un tableau sont
envoyées à tous les autres processus et ce, d’une manière cyclique. Ainsi, même en laissant
de côté la gestion d’éventuels tampons mémoire pouvant entrainer des temps de latence,
lorsque le nombre N de coeurs augmente, le nombre de communications à eﬀectuer par
un processus augmente en O(N) (à comparer au facteur O(log N) d’une communication
globale type Mpi_Bcast). Le problème associé aux communications point-à-point est de
même nature. En eﬀet, lorsque le nombre de coeurs augmente, le nombre de communi-
cations à eﬀectuer augmente proportionnellement au nombre de processus.
La résolution de ce problème a consisté en un remplacement systématique des commu-
nications Mpi_Alltoall par des instructions MPI2. La méthode employée consiste en
l’ouverture par le processus expéditeur d’une fenêtre MPI sur l’emplacement mémoire
du processus cible. La communication nécessaire est donc à sens unique (instruction dite
RMA), ce qui permet d’éviter tout échange préalable entre coeurs : seul le processus
expéditeur manipule une information. L’envoi des données vers cette fenêtre se fait si
et seulement si la donnée considérée est non nulle, ce qui permet d’éviter des envois
2. Ces mesures ont été effectuées grâce aux bibliothèques de l’IDRIS Mpitrace et Gprof.
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massifs de la part de tous les processus. Ces modiﬁcations ont permis un gain en vitesse
d’exécution de l’ordre de 33%.
Le second problème a été résolu en utilisant des communications globales plutôt que
des communications point-à-point pour les premiers niveaux de l’arbre AMR du code
RAMSES-DEUS. Ce problème, successif à l’implémentation d’un solveur multigrille dans
RAMSES-DEUS [134], a pour origine le fait que chaque processus doit connaitre les
informations contenues dans trois premiers niveaux de la grille. En eﬀet, le fonctionne-
ment du solveur multigrille suppose que tous les coeurs connaissent les données sur la
gravitation contenues dans les grilles pères et les grilles adjacentes. En extrapolant ce
raisonnement jusqu’aux trois premiers niveaux, cela implique que toutes les informations
des premières grilles doivent être diﬀusées. En pratique, les informations concernant les
premiers niveaux de l’arbre AMR du code RAMSES-DEUS sont contenus uniquement
dans un coeur maître (niveau 1) et dans huit et 64 coeurs directeurs pour les niveaux 2 et
3. Pour transmettre ces informations, les communications point-à-point ont été modiﬁées
par un système de communication en arbre de type Mpi_Bcast. Cette modiﬁcation a
entrainé une accélération notable de l’ordre de 70%.
8.3.2 Gestion des entrées/sorties
Les premières exécutions du code RAMSES-DEUS sur le supercalculateur Curie en vue
de la réalisation du DEUS : Full Universe Run, plus grande simulation cosmologique à
ce jour 3 ont démontré un manque de stabilité très important du code sur une machine
comportant des milliers de noeuds. En particulier, trois problèmes majeurs ont demandé
des modiﬁcations importantes du code :
– Une lecture simultanée des 76032 coeurs utilisés de ﬁchiers de paramètres ;
– Un volume d’entrée/sortie excessivement important avec un but aﬃché de 3 pétaoctets
de données générées pour une simulation ;
– Une utilisation mémoire aux limites de la capacité machine (4 Go par coeur).
La lecture simultanée de trois ﬁchiers de paramètres d’une centaine de kilo-octets chacun
engendrant des instabilités du système de ﬁchiers Lustre, ce problème a du être résolu
en premier. La solution est simple : elle consiste en une lecture de ces ﬁchiers par un
coeur (indiﬀéremment le numéro 0) puis un envoi à tous les autres processus. Dans
le détail, le processus 0 lit les ﬁchiers de paramètres et, via l’instruction Mpi_Pack,
crée un groupe de variables non-typées 4. Ces variables sont transmises aux autres coeurs
3. Se référer au Chapitre 11 pour les détails techniques et au Chapitre 7 pour les premiers résultats
scientifiques.
4. Dans le cas de RAMSES-DEUS, plus de 300 variables ont été groupées, chaque bit de chaque
variable ayant un poids particulier dans le type Mpi_Packed.
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grâce à l’instruction Mpi_Bcast. Finalement, chaque processus doit appeler la commande
Mpi_Unpack aﬁn de lire le groupe de variables non-typées qui vient de lui être envoyé.
Symétriquement au problème ci-dessus, le volume extrême de données envisagé lors de
la simulation Full Universe Run empêche toute écriture simultanée des 76032 coeurs de
Curie, un crash du système de ﬁchiers devenant très probable. La solution implémentée
consiste en un système de tickets qui empêche plus de N processus d’écrire simultanément.
L’algorithme débute par une instruction Mpi_Recv bloquant tous les coeurs sauf les N
processus qui vont écrire. Dans un second temps, ces coeurs ayant le ticket écrivent les
données. Finalement, ces N processus envoient leur ticket via un Mpi_Send à N coeurs
en attente. Une boucle assure le passage et donc l’écriture de tous les coeurs.
Le nombre N d’écriture simultanée dépend essentiellement de la bande passante qui
sature à partir d’un certain volume de données. Il est donc impératif de connaitre la
quantité de données que l’on souhaite générer. Dans notre cas, le code RAMSES-DEUS
présente des sorties de deux types : des clichés de toute la boite de simulation d’une taille
d’environ 100 To sont eﬀectués un faible nombre de fois 5 ; des instantanés de coquilles de
cônes (d’une taille variant de 600 Go à quelques mégaoctets) et d’un cinq-cent douzième
du volume simulée (environ 140 gigaoctets par échantillon) sont pris à tous les pas de
temps. Les tailles très diﬀérentes des clichés et des instantanées nous obligent à utiliser
un ticket diﬀérent en fonction du type de données à écrire.
Aﬁn d’être au début de la zone de saturation de la bande passante, nous choisissons
N= 594 pour les clichés (soit un processus sur 64 écrivant simultanément) comme indiqué
par le point bleu sur la droite de la ﬁgure 8.3. Pour les instantanés, un raﬃnement
supplémentaire est employé : nous utilisons un ticket diﬀérent pour chaque type de sorties.
Ainsi, l’échantillon n’a pas de système de tickets car la quantité de données est très
largement inférieure au maximum de la bande passante. À l’inverse, l’énorme variabilité
de la taille des coquilles de cône nous oblige à utiliser un ticket adaptatif. À chaque
pas de temps, RAMSES-DEUS calcule le volume compris entre un cube inscrit dans
la coquille et un cube inscrivant cette coquille. Ce volume étant caractéristique de la
taille des instantanés associés aux coquilles, un calcul simple permet de trouver le ticket
le plus adapté (entre 1 coeur sur 26 écrivant simultanément et tous les coeurs écrivant
simultanément). L’algorithme est alors similaire à celui décrit ci-dessus.
Les résultats de l’implémentation de ce système de tickets sont présentés ﬁgure 8.3. Sur ce
graphique, les courbes continues correspondent à des mesures standard de débit d’écriture
eﬀectuées en amont du calcul dynamique pour diﬀérentes tailles de ﬁchiers. Ces courbes
montrent qu’il faut privilégier les gros ﬁchiers ∼ 1 Go aﬁn d’obtenir le débit d’écriture le
plus important. Elles montrent clairement l’apparition d’un régime saturé au-delà duquel
5. Trente et un clichés sont réalisés dans les simulations DEUS : Full Universe Runs.
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Figure 8.3: Vitesse d’écriture en fonction du nombre de tâches MPI : la courbe verte
correspond à l’écriture de fichiers de 100 Ko, la violette à des fichiers de 1 Mo, la jauge
à des tailles de 100 Mo et la noire à des fichiers de 1 Go. La courbe noire correspond
donc à la taille de fichiers utilisés dans le DEUS : Full Universe Run. Ces courbes sont
mesurées à partir de benchmark sur le calculateur Curie. Les points bleus indiquent
la vitesse d’écriture moyenne durant le DEUS : Full Universe Run et les simulations
réalisées en weak scaling. Le système de tickets sature bien la bande passante comme
désiré.
il n’y a plus de gain en vitesse d’écriture. Quatre simulations, réalisées en weak-scaling
(la résolution de chaque simulation est identique), sont indiquées par les points bleus.
La simulation la plus importante en terme de nombre de particules, correspondant au
point bleu à droite, montre bien que l’écriture simultanée de 594 coeurs sature la bande
passante (∼ 40 Mo/s) et donc obtient le meilleur rendement pour la vitesse d’écriture.
Notons que la position des autres points bleus est en-dehors de la zone saturée : cela n’est
pas gênant étant donné que la quantité de données générées est divisée par huit entre
chaque simulation (de droite à gauche) alors que la bande passante est divisée seulement
par un facteur ∼ 3.5 entre chaque point.
8.3.3 Optimisation de l’utilisation mémoire
Finalement, la mémoire demandée par RAMSES-DEUS est le problème le plus crucial.
Aﬁn de réaliser une simulation de tout l’Univers observable avec 550 milliards de par-
ticules (voir Chapitre 11), la mémoire nécessaire est de l’ordre de 300 téraoctets. Cette
limite a été obtenue suite à l’implémentation d’un meilleur suivi du contenu de certains
tableaux. Cette allocation plus dynamique, réalisé par P. Wautelet de l’IDRIS en 2008,
a permis de réduire la consommation mémoire de RAMSES-DEUS d’un facteur trois.
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Lors du l’utilisation de RAMSES-DEUS avec des options MPI permettant des commu-
nications très importantes sur le supercalculateur Curie, un ralentissement important a
été observé. Le diagnostic de ce ralentissement a été opéré en deux étapes : une mesure
anormalement élevée de la mémoire via l’emplacement LINUX /proc/self/stat sur 73
processus (pouvant aller jusqu’à 8,5Go par coeur contre 3,2Go de moyenne) et une carac-
térisation ﬁne de l’état de la mémoire de tous les coeurs avec l’utilitaire Valgrind-Massif.
La raison de ce ralentissement est venue des ingénieurs du TGCC : sur Curie, le swap
est autorisé, ce qui permet, en cas de dépassement de mémoire d’un noeud, de disposer
d’une mémoire temporaire sur un autre emplacement (disque SSD, disque ROM...). La
latence associée à une telle opération est telle que les temps de calcul sont multipliés, au
minimum, par un facteur cinq.
Les 73 processeurs présentant un tel excès de mémoire correspondent aux coeurs « maîtres »
disposant de toutes les informations aﬀérentes au niveau 1 (pour 1 processus), 2 (pour 8
coeurs) et 3 (pour 64 autres coeurs) de la grille AMR. Nous avons vu que ces processus
transmettent à tous les autres les informations des trois premiers niveaux de l’AMR via
des communications point-à-point.
La solution est venue des mesures ﬁnes de mémoire qui, en indiquant toutes les alloca-
tions eﬀectuées lors du calcul, ont démontré l’importante taille des tampons MPI créés
dans ces 73 processus par les options MPI utilisées lors des diﬀérents redémarrages.
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Figure 8.4: Utilisation mémoire moyenne en fonction du nombre de tâches MPI dans
un test de weak-scaling de RAMSES-DEUS au début de l’exécution du code (orange),
à un quart (rouge), à la moitié (violet), au trois quarts (bleu) et à la fin du run (vert).
Les optimisations mémoires (suivi de tableaux, schéma de communications, tampons
MPI) ont permis de limiter l’augmentation mémoire à 5% entre des simulations 10243
et 81923.
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Il est intéressant de noter que ces tampons étaient créés à chaque nouvelle communica-
tion aﬁn d’éviter un ralentissement du code. Un changement des options MPI a permis
de réduire drastiquement la mémoire utilisée. Celle-ci n’est alors plus qu’environ 300 Mo
supérieure à la moyenne. Aﬁn de réduire encore l’impact de la création intempestive
de tampon mémoire MPI, le schéma de communication point-à-point utilisé a été mo-
diﬁé : une instruction collective Mpi_Bcast permet alors de gagner 30% de mémoire
supplémentaire.
Ces modiﬁcations dans le suivi des tableaux, les schémas de communications, la ges-
tion des tampons MPI ont permis d’obtenir une excellente scalabilité mémoire pour le
code RAMSES-DEUS comme indiqué sur la ﬁgure 8.4. Ce schéma montre en eﬀet que
l’augmentation de la mémoire du code dynamique n’est que de 5% entre une simulation
81923 particules sur 76032 coeurs et d’autres simulations de plus petites tailles réalisées
en conﬁguration de weak-scaling. On observe également une lente montée de la mémoire
utilisée par processus MPI durant le calcul dynamique (courbes allant du jaune au vert),
cette augmentation étant du même ordre quelque soit le nombre de noeuds utilisés pour
réaliser la simulation.
8.4 Exemple du suivi d’un effondrement gravitationnel avec
RAMSES-DEUS
Grâce à ces multiples améliorations, nous disposons à présent de tous les outils pour
faire évoluer le ﬂuide gravitationnel à diﬀérentes résolutions ainsi que sur une large
gamme d’échelles comme le montre la ﬁgure 8.5. Le suivi d’un milliard de particules
dans un volume caractéristique de 162 h−1 Mpc permet, dans cet exemple, de modéliser
les phénomènes ayant lieu à très grande échelles en les couplant à ceux se développant
sur les petites échelles. Ainsi, la formation du halo sur lequel nous zoomons résulte
d’un ensemble de couplage de modes, allant d’échelles internes au halo à des échelles
cosmologiques.
Ces optimisations permettent également de suivre temporellement ce ﬂuide gravitation-
nel, depuis un redshift très élevé jusqu’à aujourd’hui, comme illustré sur la ﬁgure 8.6.
Cette ﬁgure nous montre la dynamique d’eﬀondrement gravitationnel d’un ﬂuide de ma-
tière noire dans un cube de 20 h−1 Mpc de côté dans une simulation d’un milliard de
particules avec une taille caractéristique de 162 h−1 Mpc. On observe en particulier la
formation d’un halo aujourd’hui à partir de multiples contributions au ﬁl du temps :
le processus dynamique non-linéaire de structuration forme donc des halos hautement
virialisé à partir d’un champ de densité initial faiblement perturbée.
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Figure 8.5: Évolution spatiale d’un fluide gravitationnel d’une échelle de 162 h−1 Mpc
à une taille caractéristique de 20 h−1 Mpc. L’environnement du halo le plus massif
d’une simulation cosmologique ΛCDM d’un milliard de particules de matière dans un
volume de 1623 h−3 Mpc3 est observé aujourd’hui. La large gamme d’échelles couvertes,
soulignant les grandes différences de structuration, demande une résolution très forte
afin de suivre la dynamique particulaire. Dans le cas des simulations DEUSS, le code
parallèle RAMSES-DEUS est utilisé sur la machine Babel de l’IDRIS sur plus de 4096
processeurs.
Figure 8.6: Évolution en redshift d’un fluide gravitationnel d’un redshift élevé z = 23 à
aujourd’hui. La formation du halo le plus massif d’une simulation cosmologique ΛCDM
d’un milliard de particules de matière dans un volume de 1623 h−3 Mpc3 est observé.
L’intensité de la structuration nécessite de résoudre très précisément la dynamique par-
ticulaire sur un très grand nombre de processeurs. Dans le cas des simulations DEUSS,
le code parallèle RAMSES-DEUS est utilisé sur la machine Babel de l’IDRIS.
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Le chapitre précédent, dont les méthodes sont illustrées par les ﬁgures 8.5 et 8.6, nous
montre que la structuration de la matière dans l’Univers est un processus physique com-
plexe. Schématiquement, le champ de matière s’organise en amas de galaxies denses
interconnectés par des ﬁlaments moins denses. Ces ﬁlaments déﬁnissent des feuillets en-
core moins denses qui eux-mêmes délimitent des régions de vide où la densité locale
est bien plus faible que la densité moyenne de l’Univers. Cette organisation en halos,
ﬁlaments, feuillets et régions vides est dynamique, évoluant avec le temps et atteignant
des phases de structuration hautement non-linéaires. Des couplages dynamiques entre
diﬀérentes structures, regroupés sous le terme d’eﬀets de marées peuvent également ap-
paraître via les inﬂuences gravitationnelles. Finalement, certaines structures contiennent
des sous-structures similaires.
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Cette partie sera donc consacrée aux questions de la reconnaissance de la forme et de la
frontière d’un halo, de l’extraction d’un objet au contour bien déﬁni à partir du champ
de densité continu et de la comparaison de ces halos aux observations. Nous verrons
dans un second temps les optimisations implémentées sur les algorithmes de détection
de structures aﬁn de répondre au déﬁ de l’augmentation exponentielle du nombre de
particules dans les simulations numériques.
9.1 Principe de détection des structures
Les simulations numériques menées grâce au code RAMSES-DEUS sont réalisées en
suivant des milliards de particules en fonction du temps. Ces particules devant être
interprétées comme des marqueurs du champ de densité continu sous-jacent, il convient
d’avoir une méthode de détection d’objets (halos, sous-halos, galaxies...) pour comparer
le résultat de ces simulations aux observations. Un des obstacles en cosmologie numérique
est l’absence de méthode unique et générale pour déﬁnir un objet gravitationnellement
lié. Il convient donc, avant toute détection, de donner précisément une déﬁnition d’une
structure eﬀondrée dans un champ de matière continu.
Presque toutes les techniques de détection d’objets peuvent se classer en deux grandes
familles :
– Les méthodes basées sur la calcul d’une densité intégrée. Ces méthodes se rapprochent
de l’algorithme Spherical OverDensity (SOD), introduit par Press et Schechter [126]
et repris par Cole et Lacey [140] qui recherche des structures autour des surdensités
les plus élevées.
– Les détections tablant sur une densité locale. Cette approche est liée aux méthodes
Friends-of-Friends (FoF) qui consiste en la recherche des voisins d’une particule à une
distance maximale donnée.
Le choix d’une méthode par rapport à l’autre n’est pas anodin, ces deux algorithmes
disposant d’avantages et d’inconvénients diﬀérents.
L’algorithme de détection SOD demande donc de connaitre à priori les positions des
pics de densité les plus élevés. Cette information est obtenue en calculant une densité
locale pour chaque particule avec un algorithme type NGP 1 (Nearest Grid Point) sur
une grille tri-dimensionnelle ﬁne. Les particules sont ensuite classées par ordre de densité
décroissante. La recherche d’objets gravitationnellement liés peut alors commencer en
utilisant un élargissement progressif de sphères centrées autour de la première particule
de la liste. La géométrie simple imposée par cette méthode permet de calculer la densité
1. Cet algorithme consiste en la projection de chaque particule sur une grille. À l’inverse d’une
méthode CIC (Cloud-in-cells) où la taille d’une particule est égale à la taille d’une cellule de la grille, la
taille caractéristique d’une particule est supposé être infiniment petite.
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intérieure à la sphère comme le rapport du nombre de particules au volume de la sphère.
Lorsque cette densité dépasse une limite déﬁnie arbitrairement, l’algorithme calcule le
barycentre des particules contenues dans la sphère et réitère la procédure à partir du
barycentre. L’algorithme déclare une nouvelle structure au moment où la distance entre
deux barycentres successifs est inférieure à une fraction (∼ 10%) de la distance inter-
particulaire moyenne.
La méthode utilisée pour détecter les pics de densité ne joue pas la détection des halos
de matière noire : le seul paramètre libre de cet algorithme est donc le seuil de densité.
Cette méthode permet donc de déﬁnir parfaitement un halo de matière noire, à condition
de savoir déﬁnir cette limite en densité ∆ d’une manière pertinente. Celle-ci est souvent
prise égale à la densité critique dans le cas d’un eﬀondrement sphérique : ∆ = 178.
Un des inconvénient majeur de l’algorithme SOD réside dans l’obligation d’utiliser une
géométrie sphérique pour tous les halos de matière noire détectés. Dans le cas d’amas
allongés, cela implique l’élimination de régions surdenses au proﬁt de régions peu denses
incluses dans la sphère. Dans le cas de deux objets proches, cela peut également entrainer
la perte d’un grand nombre de particules pour un des deux halos au proﬁt de l’autre.
Ainsi, un avantage de taille serait de se défaire de la géométrie sphérique aﬁn d’éviter
ces cas pathologiques.
Ce but est atteint grâce à l’algorithme Friends-of-Friends. Cette méthode, mise au point
par Davis [141], est basée sur un algorithme de percolation qui lie les particules situées
à une distance inférieure à un seuil, appelé paramètre de percolation. Ce paramètre, que
nous noterons b dans la suite, est exprimé en terme de fraction de la distance interparti-
culaire moyenne λ = (Npart/V )−1/3 (avec Npart le nombre de particules et V le volume
de la simulation). Une des diﬃcultés de cette méthode est de déﬁnir le paramètre de per-
colation sur des critères physiques. Ainsi, en se plaçant dans le cas d’un objet à symétrie
sphérique avec un proﬁl de densité isotherme ρ ∝ r−2, la surdensité intérieure à la sphère
vaut 3/(2b3). En choisissant b = 0.2, nous retrouvons une surdensité environ égale à 178
fois la densité moyenne de l’Univers, en accord avec le modèle sphérique.
Plus précisément, l’idée de l’algorithme est de sélectionner une particule p1 au hasard et
de parcourir les particules voisines p2, en calculant leur distance dans l’espace des phases
à 3 dimensions (espace des positions). L’association des diverses particules est réalisée
dès que la condition (9.1) soit vériﬁée :
d(p1, p2) =
(‖~x1 − ~x2‖
b2
)1/2
≤ 1 . (9.1)
Lorsque (9.1) est vériﬁée, l’algorithme est réitéré à partir de la particule p2 ajoutée au
halo détecté. Une fois que toutes les particules du halo ont été détectées, l’algorithme
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sélectionne une nouvelle particule au hasard parmi les particules encore libres et recom-
mence la recherche de voisins au début.
Aﬁn de gagner en temps de calcul, la détection Friends-of-Friends est souvent eﬀectuée
sur une grille. Le rôle de cette grille est d’instaurer une restriction sur la position des
particules voisines que l’on va tenter de lier dans l’espace des phases à trois dimensions.
Ainsi, en établissant une bijection entre la position des particules dans l’espace et dans
la grille, cela permet d’eﬀectuer la recherche de voisins uniquement avec les particules
proches. Plus cette grille est lâche, plus les particules lointaines seront comprises comme
étant proches dans l’espace des phases, ce qui implique une augmentation du temps de
calcul.
Un des désavantages de la méthode Friends-of-Friends est l’existence de pont de ma-
tière entre les objets détectés. Ainsi, en levant l’hypothèse d’une symétrie sphérique,
nous introduisons la possibilité de fusionner deux structures proches. En eﬀet, dans cet
algorithme, de petits ﬁlaments de matière reliant deux structures sont compris comme
faisant parti d’un unique halo très massif. Il est bon de noter que cette caractéristique
est à même d’aﬀecter la fonction de masse, en particulier sur les très fortes masses. Nous
présentons dans l’Annexe B les possibilités permettant d’éviter ces fusions entre amas
de galaxies.
Le code développé par le groupe de cosmologie du LUTH se nomme pFoF-DEUS et pré-
sente une version parallélisée de l’algorithme Friends-of-Friends. Il se décompose en une
partie liée au découpage (« Slicing ») de la courbe de Hilbert issue du code RAMSES-
DEUS, appelée pFoF-Slicer que nous développerons dans la section 9.2.1 et une partie
Friends-of-Friends parallélisée MPI, nommée pFoF. La parallélisation MPI de l’algo-
rithme Friends-of-Friends est eﬀectuée de manière simple. Chaque processus eﬀectue une
analyse FoF sur le nombre de particules appartenant au sous-cube détecté durant le dé-
coupage. Ainsi, sur la ﬁgure 9.1, les coeurs 0, 1, 3 et 4 ont trouvé un halo par l’algorithme
Friends-of-friends décrit ci-dessus. Une étape de recollage a lieu aﬁn de lier les structures
repérées (ici en rouge) par chaque coeur. Cette étape est réalisée en échangeant des par-
ticules au niveau de chaque face des cubes correspondant à un processus. La liaison des
diverses structures se fait sur la même condition 9.1. Si l’étape de recollage trouve un
halo à fusionner, alors un autre échange aura lieu avec des processus plus distants.
Dans notre exemple, le processus 0 ayant lié une de ses structures après échange avec
le processus 1, le processus 2 (ﬂèche orange) va envoyer ses particules au processus 0
pour voir si l’extension du halo détecté ne concerne pas le processus 2. Cela est répété
de manière itérative jusqu’à obtenir le halo ﬁnal. Pour permettre un recollage eﬃcace
entre processeurs et ne pas oublier de particules dans un halo, à ce niveau, une particule
seule constitue un halo ! Cette déﬁnition particulière disparait au moment de l’écriture
des ﬁchiers de sorties, lorsque nous imposons qu’un halo ait au minimum 100 particules.
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Figure 9.1: Dans ce cas, chaque coeur a détecté un halo rouge. Une étape de recollage
permettra d’unifier ces quatre halos en une seule structure. La couleur des objets est
fonction de la vitesse de ceux-ci.
Finalement, le halo est identiﬁé grâce à l’identiﬁcateur d’une particule appartenant au
halo. Cet identiﬁcateur est un entier long qui doit impérativement appartenir à l’intervalle
[1, Npart].
Un des avantages de cette méthode est l’utilisation d’un unique paramètre pour déﬁnir les
surdensités dans le champ de matière ainsi qu’une implémentation parallèle eﬃcace. Cette
implémentation parallèle suppose une décomposition cubique des données à analyser, ce
qui n’est malheureusement pas le cas des sorties du code RAMSES-DEUS. La couche
supplémentaire pFoF-Slicer nous permet donc d’eﬀectuer un découpage cubique de la
courbe de Hilbert.
Nous avons décrit comment la méthode Friends-of-Friends permettait la détection des
structures dans l’espace comobile pour les ﬁchiers de sortie du code RAMSES-DEUS.
Une application pratique nous montre que le code pFoF-DEUS fonctionne en moins de
2 heures sur 32768 processus MPI en détectant jusqu’à 144 millions de halos de matière
noire dans un champ de matière constitué de plus de 550 milliards de particules. La ﬁgure
9.2 nous montre deux halos massifs détectés dans le champ de matière de 81923 particules
de la simulation DEUS : Full Universe Run ΛCDM (voir Chapitre 11). Pour chaque image,
nous voyons clairement le halo extrait de l’environnement qui l’entoure. La détection a
correctement fonctionné, en distinguant les ﬁlaments de la structure à proprement parler.
On peut toutefois signaler la présence, dans le second halo, d’un pontage de plusieurs
petits halos au halo principal : ces petites structures, principalement en haut et à gauche
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Figure 9.2: Deux halos détectés par l’algorithme Friends-of-Friends dans leur envi-
ronnement, représenté par des cubes de 100 h−1 Mpc de côté.
du halo principal, contribuent à fausser fortement certaines observables (comme les proﬁls
de densité et de masse).
9.2 Décomposition cubique et détection des structures dans
l’espace comobile
9.2.1 Décomposition cubique de la courbe de Hilbert
La décomposition des cellules suivant la courbe de Hilbert permet au code RAMSES-
DEUS d’être très eﬃcace dans les communications et l’équilibre de charge entre proces-
seurs. Cependant, un défaut de taille est d’être très diﬃcilement lisible par un utilisateur
extérieur.
Le code pFoF-DEUS possède donc la particularité d’eﬀectuer une décomposition cubique
de la courbe de Hilbert avant de rechercher les structures dans le champ de densité grâce
à la strate pFoF-Slicer. Aﬁn de pouvoir traiter des simulations avec un très grand nombre
de particules, pFoF-Slicer est parallélisé MPI. L’idée générale d’une telle parallélisation
est simple : un découpage cartésien des coeurs est eﬀectué en lieu et place d’un découpage
suivant la courbe de Hilbert. Chaque processus lit un certain nombre de ﬁchiers issu de
RAMSES-DEUS et enregistre les particules appartenant à la région cubique déﬁnie lors
du découpage préliminaire. La ﬁgure 9.3 est l’illustration graphique bidimensionnelle de
cet algorithme.
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Figure 9.3: Décomposition de la space-filling courbe de RAMSES (grille de 642 sur
36 coeurs) par 16 processus de pFoF-Slicer. Une couleur correspond à la zone physique
traité par un processus RAMSES. Un numéro correspond à un identificateur du coeur
pFoF-Slicer traitant le carré.
Deux méthodes permettent de réaliser cet enregistrement des particules :
– Un nombre de lecture faible puis de nombreuses communications entre coeurs.
– Un nombre de lecture élevé sans aucune communication.
La première solution, implémentée par F. Roy en 2007, est utilisée dans le cadre de
simulations contenant un faible nombre de particules, sa limitation étant la vitesse de
communication entre coeurs : les performances en communication diminuant avec la
quantité de données à communiquer, plus le nombre de particules est élevé, moins cette
méthode est eﬃcace. En vue d’une utilisation sur plus de 10000 coeurs, il faut donc
éviter ces communications importantes qui provoquent un fort ralentissement du code.
La seconde possibilité est utilisée pour les simulations contenant un nombre très élevé
de particules, la seule limitation de cette méthode étant le débit de lecture : ce débit
de lecture est constant sur les supercalculateurs lorsque la masse de données à lire est
importante.
D’un point de vue technique, cette nouvelle méthode eﬀectue deux phases de lecture :
la première lecture s’intéresse au nombre de particules par processus ainsi qu’à la carte
partielle de correspondance entre coeurs MPI et particules présentes dans un ﬁchier
RAMSES-DEUS. Cette carte partielle de correspondance nous informe sur l’identité de
chaque coeur RAMSES-DEUS lu par un coeur pFoF-Slicer. La carte de correspondance
complète est obtenue en récupérant toutes les informations réparties sur les diﬀérents
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coeurs grâce à des instructions MPI2 (Mpi_Win_Create et Mpi_Put). La seconde phase
de lecture permet l’écriture des données directement dans les variables ﬁnales en ne lisant
que les ﬁchiers RAMSES-DEUS indiqués dans la carte de correspondance. Cela suppose
donc de multiples lectures.
Ainsi, sur l’exemple 9.3, le processus MPI 0 va lire les trois premiers ﬁchiers RAMSES-
DEUS (indiqués par trois couleurs diﬀérentes). De manière simultanée, le coeur numéro
1 va lire du troisième au cinquième ﬁchier RAMSES-DEUS. Ainsi, on comprend que le
troisième ﬁchier RAMSES-DEUS sera lu deux fois. Ce cas se reproduisant de nombreuses
fois dans une géométrie tridimensionnelle, la vitesse du code sera donc essentiellement
lié à la vitesse de lecture/écriture du système de ﬁchiers.
Notons qu’aﬁn de limiter un trop grand nombre d’accès simultané en lecture, un système
de tickets similaire à celui de RAMSES-DEUS a été implémenté.
9.2.2 Méthode de détection des structures dans l’espace comobile : cas
particuliers
Le code dynamique RAMSES-DEUS génère de nombreux ﬁchiers de sortie. Parmi ceux-
ci, nous trouvons des clichés de l’ensemble de la boîte de simulation à un instant donné
ainsi que des instantanés, correspondant à une photographie d’une fraction du volume
simulé à chaque pas de temps. Dans la section 9.1, nous avons décrit la méthode générale
utilisée pour la détection de structures au sein des clichés de l’ensemble des particules du
volume simulé. Dans ce paragraphe, nous discuterons de son application aux instantanés,
dont l’utilité est ﬂagrante dans le cadre de la reconstruction d’arbres de fusion.
Les échantillons instantanés présentent l’originalité de n’être qu’une fraction du volume
simulé, avec des positions non comprises entre 0 et 1 et sans conditions périodiques sur
les bords. Une autre particularité de ce type de données est la discontinuité dans les
identiﬁcateurs des particules contenues dans le sous-volume. Ainsi, au lieu d’avoir des
particules continument distribué entre un et le nombre de particules Npart, la situation
9.4 est obtenue : les identiﬁcateurs des particules sont répartis de manière complète-
ment anarchique entre 1 et Npart, ce qui entraîne l’apparition de plages d’identiﬁcateurs
contiguës, suivies d’identiﬁcateur seul etc.
Ces trois caractéristiques particulières perturbent fortement l’algorithme initial : la dé-
tection de structures dans un sous-volume entraine une sous-utilisation des ressources
demandées (dans l’exemple 9.5, seul quatre coeurs seront utilisés sur les 16 demandés) ;
en l’absence de tout changement, les conditions périodiques sont appliquées par défaut ;
pour aﬀecter un identiﬁcateur unique à chaque halo, tous les identiﬁcateurs entre 1 et
Npart doivent être présents.
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Figure 9.4: Correspondance entre les identificateurs des particules contenues dans un
cliché et ceux des particules contenues dans un instantané. Le nombre de particules N1
du sous-volume est inférieur au nombre de particules Npart de la boite de simulation
complète. Établir une bijection entre les deux tableaux s’avère couteux en terme de
temps de calcul.
Ces trois particularités ne sont pas à mettre sur un pied d’égalité. En eﬀet, le premier
problème diminue simplement l’eﬃcacité du calcul sans altérer ses résultats. Le second
problème ne perturbe pas le fonctionnement de pFoF-Slicer ou du détecteur de struc-
tures pFoF mais entraine une jonction des structures situées sur le bord du sous-volume
découpé. Finalement, le troisième problème provoque une erreur d’exécution, ce qui em-
pêche le code de fonctionner, le nombre de particules de l’instantané ne correspondant
pas aux identiﬁcateurs des particules.
Les deux premiers problèmes étant plus bénins et simple à corriger, nous les traiterons en
priorité. En eﬀet, aﬁn d’optimiser l’utilisation des ressources, une solution simple est d’im-
plémenter l’application linéaire (une homothétie suivie d’une translation) transformant
l’intervalle [mini,maxi] des particules du sous-volume en l’intervalle unité [0, 1]. Cette
solution, présentée graphiquement sur la ﬁgure 9.5, permet d’utiliser tous les noeuds
de calcul demandés. Elle présente également l’avantage de résoudre naturellement et à
moindre frais le problème des conditions aux bords périodiques. En eﬀet, le recollage
des structures se fait en recherchant les particules de l’autre face situées à une distance
inférieure au paramètre de percolation b. Ainsi, l’introduction d’une zone fantôme (en
gris sur la ﬁgure 9.5) d’une largeur d’une cellule PM permet d’interdire tout recollage, en
empêchant toutes particules d’être à une distance inférieure à la distance de percolation.
La loi de transformation J , directement appliquée sur les positions des particules lors
de la lecture, s’écrit :
X
∈[0,1]
i = (X
∈[mini,maxi]
i + Si)×R+
1
nres
(9.2)
où,
R =
(1− 2nres)
max(maxii −minii) et Si = −minii , (9.3)
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Figure 9.5: Résolution des problèmes de parallélisation et de conditions aux bords
périodiques grâce à une homothétie et une translation du sous-volume. Une zone fan-
tôme d’une largeur égale à une cellule PM est introduite sur les bords. Le sous-volume
est agrandi afin d’occuper tout l’espace des processeurs.
avec i parcourt les coordonnées x, y ou z, R est le facteur d’homothétie, Si est le para-
mètre de translation suivant la direction i et nres représente la taille d’une cellule PM.
Aﬁn de ne pas introduire de biais du à l’utilisation de cette application linéaire dans la
détection de structures, le facteur d’homothétie est également appliqué au paramètre de
percolation b : b→ b×R.
L’utilisation de coordonnées comprises entre [0, 1] n’étant qu’un artiﬁce de calculs utilisé
pour la décomposition cubique de pFoF-Slicer et la détection des structures, il convient
de reconvertir à la ﬁn du calcul les coordonnées dans l’intervalle de départ. Pour se faire,
nous appliquons la loi de transformation inverse J −1 s’exprimant simplement comme
suit :
X
∈[mini,maxi]
i =
(
X
∈[0,1]
i −
1
nres
)
× 1
R
− Si . (9.4)
J −1 est appliquée sur toutes les positions calculées : positions de chaque particule, po-
sitions des centres de masse des halos et positions des particules appartenant aux halos.
La dernière diﬃculté associée à la détection des structures dans l’espace comobile est
donc le problème des identiﬁcateurs non contigus... Dans une version antérieure du code
RAMSES-DEUS, il n’existait aucune information concernant les identiﬁcateurs dans les
sous-volumes instantanés. La première solution implémentée consistait donc à introduire
un nouvel identiﬁcateur pour chaque particule à chaque pas de temps. Ainsi, pour chaque
instantané, un identiﬁcateur unique (appelé « Fake-Id »), dont le numéro est compris
entre [0, N1], est généré pour chaque particule : cela permet de retrouver la situation
idéale où le nombre de particules correspond au nombre d’identiﬁcateurs, ceux-ci étant
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par conséquent continûment répartis. Toutefois, au cours du temps, cette méthode em-
pêche tout suivi de particules d’un échantillon à l’autre.
Ainsi, aﬁn de construire des arbres de fusion permettant de suivre précisément l’histoire
de la formation des halos, un identiﬁcateur unique à chaque particule dans les instantanés
a été conservé par RAMSES-DEUS. L’utilisation de la solution précédente est doréna-
vant proscrite, celle-ci se traduisant par une perte brutale des nouvelles informations
générées. Il convient donc d’adapter cette solution en utilisant deux identiﬁcateurs : un
identiﬁcateur unique associé à une particule issue du code dynamique RAMSES-DEUS
et un autre identiﬁcateur, propre à pFoF, généré à chaque exécution. Ainsi, au lieu d’uti-
liser le « Fake-Id » comme l’identiﬁcateur d’une particule dans le code dynamique et le
code d’analyse, celui-ci sera vu comme l’identiﬁcateur d’une particule seulement au sein
du programme pFoF.
Pour les échantillons, ce « Fake-Id » est donc seulement utilisé comme identiﬁcateur pour
les halos. À l’inverse, les particules distribuées dans la décomposition cubique ou compo-
sant un halo ont un identiﬁcateur correspondant à l’identiﬁcateur du code dynamique.
Pour ces données, le « Fake-Id » ne constitue qu’une variable interne au code pFoF. Cette
astuce permet, en introduisant un coût faible en terme de mémoire (moins de 10%), de
conserver l’algorithme initial de Friends-of-Friends tout en permettant la détection de
structures sur des sous-volumes issus d’instantanés.
9.3 Décomposition cubique et détection des structures dans
l’espace des redshifts
9.3.1 Cône de lumière : généralités
Selon le volume simulé, le code RAMSES-DEUS peut construire des cônes ou des sphères
retraçant l’histoire de l’Univers telle que nous la voyons aujourd’hui en tant qu’observa-
teur. Ces cônes (ou sphères) de lumière correspondent à la reconstruction de l’espace des
redshifts des observations actuelles : ceux-ci sont construits en extrayant à chaque pas
de temps une coquille de petite épaisseur comme indiqué sur la ﬁgure 9.6. La sélection
des particules est réalisée en calculant la distance comobile à un observateur placé en
une position arbitraire de l’espace-temps.
À priori, les coquilles peuvent être extrait du début de la simulation jusqu’à aujourd’hui.
Cependant, le redshift maximum que l’on peut atteindre sans devoir répliquer le volume
simulé est donné par la taille caractéristique de la boite de simulation. La ﬁgure 9.7 nous
illustre ces diﬀérentes informations sur un cône du ciel complet : le carré central bleu
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Figure 9.6: Un cône de lumière est construit comme étant l’assemblage de coquilles
d’épaisseur très fine. La sélection des particules dans chaque coquille est calculée en
fonction de la distance comobile à un observateur placé en une position arbitraire de
l’espace-temps. Les structures sont observées à différents instants de l’évolution cos-
mique.
représente le volume simulé total alors que le diamètre maximum du cône que l’on sou-
haite obtenir est indiqué par le cercle extérieur rouge. Dans cet exemple, nous voyons que
la construction des cônes intérieurs ne pose pas de problème, le code RAMSES-DEUS
sélectionnant les particules comprises entre deux pas de temps successifs (symbolisés par
les deux ﬂèches centrales). La diﬃculté consiste à comprendre la notion d’intersection de
la courbe de Péano-Hilbert utilisée par RAMSES-DEUS pour accélérer le calcul numé-
rique par la coquille de rayon donné.
Il est également clair que, dans cet exemple, la taille de la boîte de simulation est dé-
passée : nous devons faire appel à des répliques périodiques de la boîte de simulation,
appelées réplicats, au redshift concerné. Ainsi, dans ce cône, les parties présentant des
rayures sont obtenues en faisant appel à des réplicats. Ces réplicats introduisent des lon-
gueurs de corrélation non-physiques induisant des eﬀets importants sur de nombreuses
observables.
Dans des simulations de très faible taille caractéristique, il est plus intéressant de construire
des cônes ﬁns dont l’angle θ à la base vaut 2θ = Lbox/dcom(zmax). Cette méthode permet
de construire des cônes profonds pour de petites simulations en minimisant le nombre
de réplicats. La ﬁgure 9.7 nous montre que dans les grandes simulations, des cônes 4π
(sphère céleste dans son intégralité) peuvent être construits avec un redshift maximum
correspondant à un diamètre égal à la taille caractéristique du volume simulé Lbox.
Ces deux types de cônes présentant des géométries très diﬀérentes, aﬁn d’eﬀectuer un
découpage cubique de l’intersection d’une courbe de Péano 2 par des coquilles et de recher-
cher des structures dans le cône de lumière, il convient d’utiliser une approche particulière
2. Dans certains cas, afin d’équilibrer l’utilisation mémoire dans RAMSES-DEUS, l’équilibrage des
processus suivant la courbe de Péano est modifiée par une étape dite de « load-balancing » (voir section
8.2). On mesure alors le défi de comprendre les données générées par RAMSES-DEUS si celles-ci ne sont
pas préalablement mises en forme via le découpage cubique de pFoF-DEUS !
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Figure 9.7: Dans RAMSES-DEUS, les cônes sont reconstruits à partir du volume
simulé dans l’espace comobile. À chaque pas de temps, les particules appartenant à
la coquille située à une distance comobile donnée de l’observateur sont extraites. Si
le diamètre du cône désiré est plus grand que la taille de la boîte de simulation, des
répliques de la simulation au redshift voulu sont introduites.
à chaque cas. En particulier, la question du découpage cubique d’un objet à géométrie
sphérique se rajoute à la question du découpage de la courbe de Péano-Hilbert. Deux
techniques avancées, détaillées ci-dessous, permettent de réaliser un découpage cubique
des cônes de lumières et de détecter de manière optimale des structures dans l’espace des
redshifts.
9.3.2 Décomposition cubique des cônes de lumière
Le découpage cubique et la détection des structures dans l’espace des redshifts sont des
opérations délicates. Une méthode brutale consiste à utiliser l’algorithme de découpage
cubique directement sur le cône. Cependant, cette solution peut conduire à des temps de
calculs prohibitifs ou à des blocages du code. En eﬀet, nous avons déjà vu que pFoF-Slicer
est conçu pour classer, suivant un découpage cubique, des particules dont la position est
comprise entre 0 et 1. Dès lors, une sphère telle que représentée ﬁgure 9.7 ne pourrait pas
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être traitée par le code, la position de certaines particules étant en dehors de l’intervalle
autorisé. De même, en considérant une petite sphère dont le rayon correspondrait au
cercle en trait épais le plus intérieur, nous comprenons que seuls quelques processeurs
seraient amenés à eﬀectuer des calculs.
Aﬁn de résoudre simultanément ces deux problèmes, la solution a consisté en une réutili-
sation des techniques déjà employées dans le cadre de l’échantillon : une translation ainsi
qu’une homothétie sont appliquées aux positions des particules dans la sphère. Dans le
cas des cônes du ciel complet, cela nous permet de rentabiliser la quasi-totalité des pro-
cesseurs : en eﬀet, les processeurs non-utilisés, situés dans les angles, représentent moins
de 48% (rapport des volumes d’un cube et d’une sphère) du total des processeurs.
Dans le cas des cônes ﬁns, une stratégie plus évoluée a été mise en place : le principe de
l’homothétie/translation est conservée mais une étape de découpage du cône est ajoutée.
Ce découpage est réalisé suivant le schéma présenté ﬁgure 9.8 : le cône est découpé de
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Figure 9.8: Afin d’assurer une parallélisation optimale, le découpage cubique d’un
cône fin est effectué en plusieurs étapes. La première étape consiste à découper le cône
en portions de cônes contenant approximativement le même nombre de particules. Des
zones tampons d’une largeur d’une coquille RAMSES-DEUS sont prises pour procéder à
la reconstruction de nos morceaux de cônes. Le découpage et la détection des structures
sont alors successivement réalisés sur les portions de cône. Une étape finale consiste dans
le recollage des différents morceaux.
telle manière à ce que les processus traite toujours le même nombre de particules. Ainsi,
dans cet exemple, les 16 processus vont d’abord traiter le petit cône intérieur ayant subi
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la transformation linéaire J puis traiter le bout du cône, ayant lui-même été transformé
par une homothétie/translation. Cela suppose bien sur de calculer, pour chaque bout de
cône, les facteurs d’agrandissement et de translation adéquats. De plus, aﬁn de recoller
les diﬀérents morceaux de cône, il convient de garder une zone tampon ﬁgurée en noir
sur le schéma 9.8. Cette stratégie permet de maximiser le nombre de processus utilisé
sur un cône pouvant être extrêmement ﬁn.
Finalement, le problème de l’identiﬁcateur ne se pose pas pour la détection des structures
dans les cônes. En eﬀet, l’identiﬁcateur des particules dans les cônes n’ayant pas une
utilité immédiate, RAMSES-DEUS ne donne pas cette information pour les cônes. Nous
utilisons donc à nouveau la méthode des « Fake-Id », identiﬁcateurs répartis continûment
de 1 à Npart.
Après ces quelques manipulations, l’algorithme de détection des structures dans l’espace
comobile est directement transposable à l’espace des redshifts. L’algorithme Friends-of-
Friends est alors utilisé avec un paramètre de percolation b = 0.2. Nous présentons dans
l’Annexe B les pistes permettant d’ajuster plus ﬁnement la valeur de ce paramètre en
fonction du redshift.
9.3.3 Effets dûs à l’espace des redshifts
Finalement, dans l’espace des redshifts, de nombreux eﬀets diﬀérents interviennent :
certains sont d’origine physique et d’autres sont liés à notre nature d’observateur dans
le cône de lumière. Grâce à l’absence d’observateurs privilégiés, les ﬁchiers issus de la
détection des structures dans l’espace comobile nous donnent des informations sur les
eﬀets physiques associés aux halos. Dans le cas de l’espace des redshifts, les eﬀets ob-
servationnels tels la distorsion dûe à la vitesse particulière apparaissent : c’est pourquoi
un nouveau type de données a été introduit dans les cônes. Ces données, au format
compatible avec les ﬁchiers standards générés par pFoF-DEUS, contiennent les eﬀets de
« redshift space distortion » détaillés Chapitre 6. Ainsi, la position z des particules dé-
tectées au sein d’un halo, vue suivant la ligne de visée ~n, est modiﬁée de telle manière à
intégrer la vitesse vp de ces particules suivant l’équation :
zobs = z +
~vp.~n
c
. (9.5)
Ne disposant que de la position en coordonnées cartésiennes comobiles de la particule, il
convient de les transformer en coordonnées sphériques et d’interpoler le redshift dans un
modèle cosmologique donné. Pour cette interpolation, le code d’analyse pFoF-DEUS fait
appel aux tables cosmologiques pré-calculées par les versions modiﬁées des codes CAMB
et MPGRAFIC déjà utilisées par le code dynamique RAMSES-DEUS.
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Figure 9.9: Deux cônes fins issus d’une détection de structures dans l’espace des
redshifts dans le cadre de la série de simulations DEUSS (162 h−1, 10243 particules).
Le cône à gauche a été corrigé par les effets de « Finger of God ». Il présente donc les
effets observationnels en plus des effets de structuration physique. À l’inverse, le cône
de droite ne présente que les effets liés à la structuration.
La ﬁgure 9.9 à gauche nous montre l’amplitude des distorsions dues au passage dans
l’espace des redshifts tel que calculé par pFoF-DEUS : on retrouve bien l’eﬀet « Finger of
God » caractéristique de cet eﬀet observationnel. La ﬁgure à droite nous montre un cône
sur lequel les distorsions n’ont pas été appliquées. La fonction de corrélation mesurée sera
donc diﬀérente entre ces deux cônes, à cause de l’application de ces eﬀets de déformation
de redshifts. Un projet important d’analyse des simulations DEUSS 3 est de montrer que
l’amplitude des déviations de la fonction de corrélation en redshift selon la cosmologie
est une observable du modèle cosmologique (voir Chapitre 6 pour plus de détails).
3. Se référer au Chapitre 11 pour une discussion sur les simulations numériques DEUSS.
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Depuis la simulation historique de 300 particules de J. Peebles en 1970 [144], les simu-
lations numériques ont suivi une augmentation exponentielle en terme de nombre de
particules comme le montre la ﬁgure 10.1. Les progrès sur le plan purement numérique
(augmentation de la mémoire vive, de la puissance des processeurs...), représentés par un
trait bleu pointillé, correspondent à la loi de Moore. L’évolution du nombre de particules
en fonction du temps, tracée à l’aide de la courbe en trait plein, est bien plus rapide que
cette loi de Moore, ce qui signiﬁe que les optimisations algorithmiques ont permis d’ac-
célérer les codes N-corps au-delà de la simple amélioration matérielle. Soulignons l’essor
du consortium DEUS qui, grâce à une amélioration constante des codes utilisés, a permis
d’atteindre le record en nombre de particules en sept ans. Ce record en terme de nombre
de particules et de volume simulé a été obtenu au travers de la simulation DEUS : Full
Universe Run, dont les caractéristiques sont présentées dans le chapitre suivant.
Ainsi, la réalisation de simulations cosmologiques de grande ampleur ayant pour but de
répondre à de nombreuses questions physiques demande une organisation particulière
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Figure 10.1: Évolution du nombre de particules dans les simulations N-corps en fonc-
tion de l’année de sa réalisation. Les symboles D (en rouge) repèrent les simulations
PM-AMR réalisées par notre groupe. Nous nous concentrons sur la période réduite à
la dernière décade dans le graphique en haut à gauche pour mettre en évidence la ré-
cente accélération des performances et spécialement celles réalisées par la collaboration
DEUS. Notons la position de la simulation Millennium Run (Springel et al. 2005 ; 10 mil-
liards de particules, taille de boîte de 500 h−1Mpc), et la récente simulation Millenium
XXL [142] ; 303 milliards de particules, taille de boîte de 3000 h−1Mpc) ainsi que la si-
mulation Horizon Run [143] ; 375 milliards de particules, taille de boîte 10800 h−1Mpc).
La droite bleue représente l’évolution moyenne de la taille des simulations (extraite de
Springel et al. (2005) [108]) et la droite en pointillé est une évolution de type « Loi de
Moore » correspondant à une augmentation d’un facteur 2 tous les 18 mois.
similaire à l’organisation de « grand projet ». Une telle organisation vise à simuler un
grand volume avec une résolution importante et à gérer de manière optimale les quanti-
tés de données générées par le code dynamique en les organisant et en les standardisant.
Une telle standardisation permet d’analyser de manière simple et rapide les diﬀérentes
données.
Cette organisation consiste en l’intégration de toutes les tâches liées à une simulation nu-
mérique au sein d’une seule et même application appelée AMADEUS (« A Multi-purpose
Application for Dark Energy Universe Simulation »). Ainsi, cette application permet de
générer les conditions initiales d’une simulation numérique, de suivre l’eﬀondrement dy-
namique des particules de matière noire, de détecter des halos de matière noire au sein
du champ de matière et d’organiser les données sous une forme aisément utilisable.
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L’élaboration de l’application AMADEUS est le résultat d’un travail collectif qui a ras-
semblé les développements numériques menés depuis de nombreuses années par Jean-
Michel Alimi et ses collaborateurs. Ces développements ont été pensés au sein du consor-
tium DEUS et c’est une version optimisée, à laquelle j’ai pleinement participé durant
ma thèse, qui a permis la réalisation des simulations hautes performances DEUSS et des
simulations DEUS : Full Universe Runs présentées dans le chapitre suivant.
10.1 Aperçu global
AMADEUS est donc tout d’abord constituée d’un code de génération de conditions ini-
tiales. Ce code, appelé MPGRAFIC [139] et ﬁguré à gauche sur le schéma 10.2, permet
de générer aléatoirement les positions et les vitesses initiales des particules en accord
avec un spectre de puissance calculée préalablement par une version modiﬁée du code
cosmologique CAMB pour un modèle cosmologique donné. Ces particules sont alors or-
ganisées suivant une géométrie cubique.
Ce code a été optimisé de manière à fonctionner pour les plus grandes simulations cos-
mologiques actuelles. Les conditions initiales générées sont directement lisibles par le
code d’évolution dynamique RAMSES-DEUS. Cependant, pour les simulations cosmo-
logiques à très grand nombre de particules, une couche supplémentaire doit être ajoutée
aﬁn de lire eﬃcacement les particules. Ce code, appelé Split_GRAFIC, redécoupe les
particules issues de MPGRAFIC suivant la courbe de Péano-Hilbert aﬁn de permettre à
RAMSES-DEUS de lire directement les particules associés à une unité de calcul.
À partir des conditions initiales, le code d’évolution dynamique RAMSES-DEUS permet
de suivre l’eﬀondrement gravitationnel de milliards de particules dans un espace-temps
en expansion. Le code original, développé par Teyssier [133], a été optimisé de manière à
fonctionner sur plus de 38016 coeurs de calcul. De nombreuses données sont générées par
ce code sous la forme de clichés de toute la simulation à des pas de temps distants, d’ins-
tantanés de sous-volume à tous les pas de temps, de cônes du ciel entier, de cônes ﬁns etc.
Les méthodes numériques (ainsi que leurs optimisations) associées au code dynamique
de suivi gravitationnel RAMSES-DEUS sont développées dans le Chapitre 8.
La chaine de post-traitement d’AMADEUS (voir la ﬁgure 10.2 pour une illustration
condensée) permet la gestion et l’organisation des données générées durant le calcul dy-
namique. Elle est nécessaire pour trois raisons : (i) valider les données générées via la
mesure de quantités physiques comme le spectre de puissance ; (ii) réduire la quantité
de données et l’organiser de manière plus simple et conviviale pour d’autres utilisateurs ;
(iii) analyser partiellement les données en eﬀectuant une détection de structures au sein
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Figure 10.2: Chaine de post-traitement optimisée pour l’application AMADEUS : la
génération des conditions initiales est réalisée grâce au code MPGRAFIC, optimisé pour
intégrer la courbe de Hilbert ; le code dynamique RAMSES-DEUS suit l’effondrement
gravitationnel de milliards de particules ; la validation de la simulation est obtenue par
le calcul du spectre de puissance avec l’outil POWERGRID ; les sorties de RAMSES-
DEUS sont découpées de manière cubique par pFoF-DEUS qui nous fournit également
des catalogues d’objets dans les clichés comobiles et les cônes de lumière.
du champ de matière. Cette chaine de post-traitement est présentée dans les trois para-
graphes suivants.
Pour chaque cliché 1, nous calculons à partir du champ de densité, le spectre de puis-
sance du champ de matière tridimensionnel par transformée de Fourier inverse, avec le
code « POWERGRID ». Une version parallèle MPI de ce programme a été utilisée sur
16384 coeurs. Le calcul dynamique est alors validée en comparant le spectre de puissance
mesuré aux prédictions théoriques linéaires ou à celles issues de considérations phénomé-
nologiques telles Smith et al. pour le régime non-linéaire [100]. Nous vériﬁons également
que les conservations attendues comme par exemple la conservation d’énergie au cours
du calcul ont bien été satisfaites.
Le code pFoF-DEUS constitue le coeur de la chaine de post-traitement. Ce programme est
divisé en deux parties : une partie appelée pFoF-Slicer réorganisant les données sous une
forme cartésienne et une partie nommée pFoF eﬀectuant une détection de structures dans
le champ de matière du code dynamique RAMSES-DEUS. Ce code a pour caractéristique
de standardiser la grande variété de ﬁchiers de sortie de RAMSES-DEUS en un nombre
1. Un cliché est un enregistrement des positions, vitesses et identificateurs de l’ensemble des particules
d’une simulation.
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très restreint de format. Le découpage cubique ainsi que la méthode de détection des
structures sont expliqués en détail dans le Chapitre 9. Les optimisations apportées au
code pFoF-DEUS durant cette thèse sont développées plus avant dans ce même chapitre.
La dernière étape concerne la sauvegarde des données sur un système de ﬁchiers indépen-
dant. Cependant, comme sur la plupart des systèmes d’archivage, une limite sévère sur le
nombre de ﬁchiers est imposée. Il convient donc de compresser nos résultats avant toute
sauvegarde aﬁn d’obtenir des tailles de ﬁchiers compris entre 5 Go et 50 Go. Malheu-
reusement, dans le cas des DEUS : Full Universe Runs (voir chapitre suivant), le temps
nécessaire à la compression (opération « tar ») d’un cliché de 17 To est rédhibitoire : les
estimations avancent un temps voisin d’une semaine !
Pour pallier à ce problème, nous utilisons le nombre de noeuds disponible dans un su-
percalculateur parallèle à notre avantage : l’utilisation du code pFoF-Multi appartenant
à pFoF-DEUS nous permet d’eﬀectuer une opération similaire à un "tar" sur plusieurs
centaines de coeurs en lisant les ﬁchiers pFoF-Slicer originaux, en les compressant d’un
facteur 64 et en les écrivant alors directement sur le système de sauvegarde. Au ﬁnal,
nous ne disposons plus que de quatre formats de ﬁchiers diﬀérents standardisés sur les
disques de sauvegarde.
10.2 Performances numériques
De nombreuses optimisations ont donc été apportées à tous les codes utilisées au sein
de l’application AMADEUS. Cette section montre les études en scalabilité de ces codes,
indiquant l’eﬃcacité de nos codes lors de l’augmentation du nombre de coeurs MPI. Cette
augmentation du nombre de coeurs est bien sûr à mettre en relation avec l’augmentation
du nombre de particules.
Les eﬀets des optimisations apportées sur le code RAMSES-DEUS sont visibles sur le
graphique de scalabilité 10.3. Cette ﬁgure montre l’évolution de l’eﬃcacité du calcul en
fonction du nombre de tâches MPI utilisées. L’eﬃcacité du calcul est déﬁnie comme
le rapport entre une simulation test demandant peu de ressources (ici, une simulation
10243 particules dans un volume de 2625 h−1 Mpc sur 74 coeurs) et d’autres simulations
plus importantes (respectivement une 20483 de taille 5250 h−1 Mpc, une 40963 de taille
10500 h−1 Mpc et une 81923 de taille 21000 h−1 Mpc) à résolution constante. L’eﬃcacité
du schéma numérique implémenté est indiquée à plusieurs instants durant le calcul. La
courbe de référence indique l’eﬃcacité théorique d’un solveur PM-FFT. Jusqu’à 5000
processus MPI, la scalabilité du code RAMSES-DEUS est parfaite, avec un rendement
supérieur à l’implémentation classique du solveur PM-FFT. Il chute à 75% en ﬁn de
calcul pour la simulation demandant le plus de ressources. Il est intéressant de noter que
Chapitre 10. Application complète de simulations numériques AMADEUS 244
Figure 10.3: Efficacité du solveur de Poisson en fonction du nombre de processus
MPI dans le cadre d’un test de « weak-scaling ». La référence est une simulation 10243
particules réalisée sur 74 tâches MPI. L’efficacité est indiqué au début des runs (jaune),
au quart (rouge), à la moitié (violet), au trois quarts (bleu) et à la fin (vert). L’efficacité
est de 60% au début, chute à 55% lorsque de nombreux raffinements apparaissent et
remonte à 75%. Le solveur multigrille nous permet d’atteindre des efficacités supérieures
à celles obtenues avec un code PM-FFT.
nos optimisations sont particulièrement eﬃcaces lorsque le nombre de communications
est élevé (ﬁn du calcul en vert). Cela correspond au moment où le nombre de grilles est
très élevé. On observe une eﬃcacité très basse lors de la création importante des cellules
en z ∼ 1, ce qui indique les possibilités d’optimisations à venir.
Les résultats en terme de scalabilité pour la chaine de post-traitement de l’application
AMADEUS sont présentés ﬁgure 10.4. Le code POWERGRID (en vert), utilisé dans
l’application AMADEUS, pour le calcul du spectre de puissance présente une excellente
scalabilité pour ce test de « weak-scaling » entre une simulation 10243 sur 32 processus
MPI à gauche et une simulation 81923 sur 16384 tâches MPI à droite. L’eﬃcacité est alors
estimée à 85% pour une utilisation sur 16384 coeurs. Les deux parties du code pFoF-
DEUS sont présentées en bleu et rouge. La décomposition cubique des données générées
suivant la courbe de Hilbert (pFoF-Slicer) est indiquée en bleu : son eﬃcacité sur 32768
processeurs est d’un peu plus de 75%, ce qui montre l’eﬃcacité de la parallélisation.
La méthode de détection des structures dans le champ de densité sous-jacent (pFoF) est
représentée en rouge : son eﬃcacité par rapport à une simulation test 10243 particules est
également de ∼ 75%. Les diverses optimisations apportées ont donc permis de conserver
une eﬃcacité importante à des nombres élevés de processus MPI. Le code pFoF-DEUS
fonctionne donc de manière très satisfaisante sur une large gamme de processus, allant de
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Figure 10.4: Efficacité des programmes de post-processing développés dans le cadre
de l’application AMADEUS en fonction du nombre de tâches MPI. L’efficacité obtenue
est satisfaisante : la mesure du spectre de puissance par le code POWERGRID est
indiquée en vert ; la redistribution cubique des données par la partie pFoF-Slicer du
code pFoF-DEUS correspond à la courbe en bleu ; la détection des halos par l’algorithme
Friends-of-Friends de pFoF-DEUS est indiqué en rouge. L’efficacité en « weak-scaling »
est normalisée à une simulation 10243 sur 32 coeurs pour POWERGRID et sur 64
processus pour pFoF-DEUS.
64 pour les premières simulations DEUSS à 32768 dans le cadre de la simulation DEUS :
Full Universe Runs.
Au fur et à mesure de son raﬃnement, cette application nous a permis de réaliser des
simulations de formation des structures dans des modèles d’énergie noire variés de plus
en plus performantes. Nous présentons dans le Chapitre 11 les simulations issues de cette
application globale. Les résultats scientiﬁques tirés de ces simulations sont, quant à eux,
présentés dans les Chapitres 4 à 7.
10.3 Application au supercalculateur Curie
La mise en place d’AMADEUS a pour but premier la réalisation d’une simulation suivant
l’évolution dans un champ de gravitation de 81923 particules. La plus grande contrainte
est alors la mémoire vive utilisée dans RAMSES-DEUS, estimée à partir de cas en « weak-
scaling » à environ 300 To de RAM. Deux grands choix de machines parallèles sont alors
possibles : les machines de type Blue-Gene disposant d’un nombre très grand de noeuds
de calculs avec une mémoire faible et les machines plus standards présentant moins de
noeuds de calculs, ceux-ci ayant une mémoire bien plus importante.
L’inconvénient d’une machine disposant de centaines de milliers de coeurs est la scalabi-
lité des codes, qui doivent être testés à l’extrême. Nombre de nos codes n’étant pas encore
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arrivés à ce stade de développement, utiliser une Blue-Gene nouvelle génération semble
impossible. La piste à suivre semble être une parallélisation hybride OpenMP/MPI per-
mettant de regrouper les processus MPI en tâches OpenMP en utilisant toute la mémoire
d’un noeud, diminuant ainsi le nombre de processus MPI (et donc les communications)
d’un facteur 16 à 64. Dès lors, nous sommes contraints de nous tourner vers des machines
présentant de gros noeuds de calcul en nombre plus réduit : le nouveau supercalculateur
Curie répond exactement à ces besoins.
Figure 10.5: Calculateur pétaflopique Curie conçu par Bull et installé au TGCC.
En février 2012, le supercalculateur pétaﬂopique Curie a été entièrement installé au Très
Grand Centre de Calcul (TGCC, www-hpc.cea.fr). À partir de cette date, Curie, avec
plus de 90000 coeurs, aﬃche une puissance de calcul de l’ordre de 2 pétaﬂops, entrant
dans le Top 5 des machines les plus puissantes du monde. Curie est une grappe de calcul
(encore appelé "cluster") Bull Bullx contenant trois diﬀérents types de noeuds comme
indiqué sur la ﬁgure 10.6 :
– Partition Noeuds Larges : 90 noeuds à mémoire large constitués de 16 processeurs Intel
Nehalem-EX cadencés à 2.27 GHz (8 coeurs chacun), 512 Go de mémoire RAM DDR3
(4 Go/coeur), des disques SSD locaux et 4 ports ConnectX QDR Inﬁniband ;
– Partition Noeuds Fins : 5040 noeuds Bullx B510 avec 2 processeurs Intel SandyBridge
cadencés à 2.7 GHz (8 coeurs chacun), 64 Go de mémoire vive DDR3 (4 Go/coeur),
des disques SSD locaux et un port ConnectX QDR Inﬁniband ;
– Partition Noeuds hybrides : 144 noeuds hybrides Bullx B505 avec chacun, 2 processeurs
Westmere et 2 cartes graphiques Nvidia M2090.
Après une première phase de tests, tous les noeuds de calcul ont été connectés avec une
architecture "Fat Tree" grâce à un réseau QDR Inﬁniband. Cette architecture standard
permet une bonne stabilité lors des phases de communication entre noeuds distants.
Les diﬀérents types de noeuds visent à répondre aux diverses nécessités des utilisateurs :
les noeuds larges ne demandent pas une scalabilité parfaite et permettent l’utilisation de
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code OpenMP alors que les noeuds ﬁns nécessitent une excellente scalabilité ainsi qu’une
parallélisation MPI. Les tests préliminaires à la réalisation d’une simulation de 81923
particules ont été par exemple réalisés sur 9504 coeurs sur la partition noeuds larges de
Curie. Ceux-ci ont démontré l’excellente scalabilité de nos codes et la possibilité d’utiliser
l’intégralité de la machine Curie.
Un cluster de calcul haute performance n’est pas uniquement caractérisé par sa force de
traitement brute mais également par sa capacité à gérer les lectures/écritures (I/O). Sur
ce point, Curie possède un système de ﬁchier parallèle de 5 Po avec une bande passante
de 150 Go/s. Sa bande passante pour l’exportation de données vers des disques externes
de stockage est de 100 Go/s.
Figure 10.6: Architecture du cluster de calcul de Curie. Chaque partition est reliée
par un réseau Infiniband. L’architecture du réseau Infiniband est un Fat Tree standard,
avec une grande stabilité lors des phases de communications entre noeuds distants.
Dans le cadre de la réalisation du Grand Challenge DEUS : Full Universe Run (simu-
lation à 81923 particules), une partie du système de ﬁchiers parallèle Lustre nous a été
dédiée (exactement 1.7 Po avec une bande passante de 60 Go/s). Cette bande passante a
été presque utilisée à pleine puissance (voir ﬁgure 10.7) avec plus de 40 Go/s en écriture
et en lecture pendant plus d’une demie-heure à chaque cliché. La durée d’une simula-
tion est de près de 65h avec près de 30h de calcul pur, 23h d’écriture de clichés et 12h
d’écriture d’instantanés. Au total, cela représente plus de 5 millions d’heures de calcul
mono-processeur (plus de 550 ans de calcul). La quantité de données écrites par le code
dynamique RAMSES-DEUS pour une simulation Grand Challenge avoisine les 3 pétaoc-
tets, ce qui oblige l’utilisation des codes de post-traitement d’AMADEUS (pFoF-DEUS,
pFoF-Multi etc.). Cela permet de réduire les données à 300 To par simulation.
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Figure 10.7: Intensité des lecture/écriture durant le Grand Challenge DEUS : Full
Universe Run. L’écriture des clichés du code dynamique RAMSES-DEUS est visible en
rouge. Les phases de post-traitement correspondent à la relecture en vert et aux petits
pics en rouge pour les fichiers traités par pFoF-DEUS.
Même en disposant d’une telle machine, le déﬁ numérique reste de taille. Pour s’en rendre
compte, il convient de comparer avec les simulations d’énergie noire concurrentes. Nous
représentons sur la ﬁgure 10.8, la comparaison des tailles de boîtes de calcul des trois
plus grandes simulations numériques actuelles en cosmologie. La représentation respecte
les échelles spatiales. Nous voyons clairement la progression impressionnante réalisée par
la simulation DEUS FUR par rapport aux simulations Millennium XXL Run [142] et
Horizon Run [143]. Notons que la simulation Horizon Run utilise une méthode Tree-
PM demandant beaucoup moins de mémoire vive qu’un code AMR tel RAMSES-DEUS.
Cependant, rappelons que l’avantage de la méthode AMR consiste en l’exceptionnelle
résolution spatiale atteinte dans la simulation : bien que notre taille de boîte de calcul
soit plus importante, nous avons été capables de suivre la dynamique gravitationnelle
sur plus de six ordres de grandeur, de l’échelle de la taille de notre Voie Lactée à la taille
de l’Univers observable !
Dans le cadre du Grand Challenge DEUS : Full Universe Run, nous avons choisi d’uti-
liser seulement 38016 tâches MPI sur les 76032 coeurs utilisés sur Curie. L’avantage de
cette méthode, qui augmente le temps de calcul nécessaire à la réalisation du projet, est
d’éviter d’utiliser l’intégralité de la machine, monopolisant les ressources de tous les uti-
lisateurs. En eﬀet, jusqu’à des décalages spectraux de l’ordre de 1, la mémoire disponible
avec 38016 coeurs est suﬃsante au bon fonctionnement du code RAMSES-DEUS pour
l’ensemble des modèles cosmologiques, le nombre de grilles créé par RAMSES-DEUS
restant faible (la structuration n’étant pas trop importante). Cette solution permet donc
de simuler la moitié de l’histoire de l’Univers dans le cadre de l’utilisation normale d’un
supercalculateur (soumission, queue de passage en présence d’autres utilisateurs etc.). Le
reste de la simulation demande une réservation de la machine dans sa quasi-intégralité :
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Figure 10.8: Comparaison des tailles de boîtes de calcul de la simulation DEUS sur
tout le volume de l’Univers observable et des deux simulations les plus performantes
réalisées auparavant : la simulation Millenium XXL avec 303 milliards de particules
dans un volume de 3 h−1 Mpc [142] et la simulation Horizon Run 3 avec 375 milliards
de particules dans un volume de 10.8 h−1 Mpc [143].
cette étape obligatoire pour le calcul dynamique n’est donc possible qu’en de rares occa-
sions. Cela explique notre approche minimisant le temps passé à utiliser l’intégralité de
la machine.
10.4 Organisation des données par l’application AMADEUS
Aﬁn de perdre le moins d’informations possible, nous avons mis au point une stratégie
optimale de sauvegarde et de post-traitement des données avec le programme d’analyse
pFoF-DEUS de l’application AMADEUS :
– Pour la moitié des clichés (16 sur les 31), les données générées en double précision sui-
vant la courbe de Hilbert sont réduites en simple précision suivant une décomposition
cubique grâce à pFoF-Slicer, en abandonnant les informations liées à la grille AMR.
La détection des structures est eﬀectuée par le programme pFoF avec un paramètre
de percolation b = 0.2 motivé physiquement (voir Chapitre 9). Les données écrites
correspondent à l’ensemble des particules (ﬁchier « .cube »), au centre de masse des
halos et au nombre de particules par halos (ﬁchier « .masst ») ou aux particules appar-
tenant aux halos détectés (ﬁchier « .strct »). Un autre type de ﬁchier (avec l’extension
« .prop ») permet de connaitre un grand nombre de caractéristiques des halos (vitesse
moyenne, paramètre d’ellipticité, tenseur d’inertie etc.). Cette étape permet un gain
d’un facteur sept en occupation disque.
– Pour le reste des clichés, le champ de matière sous-jacent n’est pas conservé ce qui
permet de gagner un facteur 300 en termes d’occupation disque ! Toutefois, aﬁn de
garder une information, nous conservons les particules situées dans des halos de matière
noire détectés avec un paramètre de percolation non-motivé physiquement, à savoir b =
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0.3. Cette solution permet d’obtenir le champ de matière repéré par toutes les particules
jusqu’à des contrastes locaux de densité de l’ordre de ∼ 5, comme les bords des halos
ou les ﬁlaments. Nous gardons donc une information sur l’environnement immédiat
des halos formés. Ainsi, seuls les ﬁchiers avec l’extension « .masst » et « .strct » sont
générés dans ce cas.
– Pour les instantanés, les coquilles créées à chaque pas de temps sont concaténées en
un cône grâce à une routine spéciﬁque de pFoF-DEUS. À l’instar des données dans
l’espace comobile, ce cône est découpé en sous-cube contenant toutes les informations
sur les particules (positions, vitesses, identiﬁcateur) en simple précision ainsi que sur
la gravité par l’intermédiaire de la grille AMR. La détection de structures dans le cône
est eﬀectuée a posteriori en redémarrant pFoF-DEUS à partir des ﬁchiers « .cube »
pré-générés : nous obtenons alors les ﬁchiers « .masst » et « .strct » décrivant les ca-
ractéristiques des halos dans l’espace des redshifts.
– Les échantillons constituent un autre type de données instantanées. Ceux-ci contiennent
toutes les informations associées au champ de matière (ﬁchiers « .cube ») ainsi qu’à
la grille AMR en simple précision. La détection de structures est eﬀectuée directe-
ment par l’algorithme décrit au Chapitre 9. Notons qu’un échantillon représente ici
1/512ème du volume total. Ainsi, l’ensemble des 480 échantillons représenteront un
volume de données équivalent à un seul cliché.
Cette stratégie de sauvegarde de nos données présente plusieurs avantages cruciaux qui
ont permis la réalisation du projet : la réduction du volume de données générées a per-
mis de conserver beaucoup de clichés (trente-et-un clichés !) et un ensemble très élaboré
d’instantanés ainsi qu’une mise en forme cubique simple à appréhender pour un utili-
sateur extérieur. À titre de comparaison, la simulation Horizon Run 3, présentée sur le
graphique 10.8, n’a pu conserver que cinq clichés à des redshifts très distants les uns des
autres et la simulation Millenium XXL n’en a gardé qu’une dizaine. On mesure le déﬁ
que cela représente lorsque l’on s’aperçoit que ces deux simulations présentent environ
deux fois moins de particules que la simulation DEUS : Full Universe Run. L’exploita-
tion des résultats est déjà en cours avec les premiers résultats préliminaires présentés au
Chapitre 7. L’analyse de cette série de simulations de grande ampleur constituera une
part importante des perspectives liées à ma thèse.
En conclusion, AMADEUS est un outil robuste permettant d’envisager des simulations
cosmologiques de grande ampleur sur les prochaines générations de machines parallèles.
Cet outil nous a d’ors et déjà permis de réaliser un large ensemble de simulations nu-
mériques, sondant toutes les échelles de 2.5 h−1 kpc à 21000 h−1 Mpc. Cet ensemble de
simulations menées au sein du consortium DEUS est présenté dans le chapitre suivant.
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11.1 Série de simulations Dark Energy Universe Simulation
Aﬁn de comprendre ﬁnement l’inﬂuence de l’énergie noire sur la formation des structures
et de suivre son empreinte sur une large gamme d’échelles, l’équipe de cosmologie du
LUTH a réalisé, grâce aux outils développés précédemment, une première série de simu-
lations de matière noire appelée « Dark Energy Universe Simulation Series » (DEUSS).
La philosophie générale de ce projet, regroupé par la suite au sein du consortium DEUS,
est de proposer à la communauté une grande variété de simulations réalistes génériques
suivant l’eﬀondrement gravitationnel de la matière noire au sein d’un Univers en expan-
sion. Le caractère réaliste des simulations est crucial pour confronter ces modélisations
aux dernières observations actuelles et indiquer quelles sont les empreintes laissées par
l’Énergie Noire. La propriété générique de ces modélisations est fondamentale pour lais-
ser à la communauté une totale liberté d’analyse.
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Paramètres 162 h−1 Mpc 648 h−1 Mpc 2592 h−1 Mpc
ΛCDM
zi 137 93 56
mp(h−1 M⊙) 2.86 ×108 1.83 ×1010 1.17 ×1012
∆x(h−1 kpc) 2.47 9.89 39.6
SUCDM
zi 134 92 56
mp(h−1 M⊙) 2.75 ×108 1.76 ×1010 1.13 ×1012
∆x(h−1 kpc) 2.47 9.89 39.6
RPCDM
zi 118 81 50
mp(h−1 M⊙) 2.53 ×108 1.62 ×1010 1.04 ×1012
∆x(h−1 kpc) 2.47 9.89 39.6
Table 11.1: Redshift initial zi, masse d’une particule et résolution spatiale de la série de
simulations DEUSS. Chaque simulation contient 10243 particules en évolution sur une
grille constituée de 10243 cellules. Six niveaux de raffinement sont imposés à RAMSES-
DEUS.
Cette série de simulations DEUSS est constituée de neuf simulations haute résolution
contenant plus d’un milliard de particules chacune (10243 particules) et jusqu’à sept
milliards de cellules de gravité dans trois cosmologies diﬀérentes : ΛCDM, SUGRA et
Ratra-Peebles. Pour chaque cosmologie, ces ensemble de neuf simulations se décomposent
suivant trois volumes diﬀérents : 2592 h−1 Mpc, 648 h−1 Mpc et 162 h−1 Mpc. Aﬁn de
pouvoir comparer toutes ces simulations et se défaire des problèmes de phase, le bruit
blanc utilisé lors de la génération des conditions initiales a été conservé d’une simula-
tion à l’autre. Ainsi, seul l’allure du spectre de puissance linéaire change d’un modèle à
l’autre 1. Finalement, ces modélisations ont été réalisées en supposant un Univers torique
dont la taille caractéristique correspond à la taille de boîte.
Comme l’indique le tableau 11.1, les volumes simulées ont été choisis aﬁn de suivre des
observables s’étendant des échelles internes au halo jusqu’à un dixième de la taille de
l’Univers observable. Les simulations 2592 h−1 Mpc permettent d’atteindre une statis-
tique intéressante sur les plus gros amas de l’Univers sur lesquels les eﬀets cosmologiques
seront les plus importants. Ils permettent également la construction de cône de lumière
sur le ciel complet jusqu’à un redshift de z ∼ 1. Les simulations 648 h−1 Mpc, avec
une résolution équivalente à cent particules constituant une Voie Lactée, sont idéales
pour l’étude des fonctions de masse, des champs de vitesse et d’autres observables à
des échelles intermédiaires (∼ 10 − 100 h−1 Mpc) telles les oscillations acoustiques de
baryons. Finalement, les simulations 162 h−1 Mpc, les plus résolues de cette série de
simulations, apportent des informations très précises sur la structure interne des halos
1. Les méthodes de génération de conditions initiales pour les simulations cosmologiques dépassent
largement le cadre de ce manuscrit. Nous invitons le lecteur à se référer à l’excellente publication de S.
Prunet [139]
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et permettent la détection à haut redshift des premiers halos de matière noire.
La détection de structures dans ces simulations est réalisée grâce à l’algorithme pFoF-
DEUS. Celui-ci a détecté des objets de plus de cent particules allant de 3×1010 h−1 M⊙
jusqu’à 5.4×1015 h−1 M⊙, ce qui représente plus de cinq ordres de grandeurs en masse.
Un maximum de 480000 halos a été détecté par simulation et le halo le plus résolu
contient plus de trois millions de particules.
Les paramètres cosmologiques des simulations DEUSS sont choisis de telle manière à
ce que les modèles simulés (ΛCDM et quintessences) soient réalistes, dans un Univers à
géométrie plane. Cela signiﬁe que les paramètres cosmologiques de la série de simulations
DEUS ont été contraints à partir des observations combinées du CMB et des SNIa : ces
données observationnelles proviennent du catalogue UNION [11] en ce qui concerne la
mesure des magnitudes et redshifts des supernovae et des mesures du spectre angulaire
des ﬂuctuations en température de WMAP5 [145].
Aﬁn d’évaluer l’accord d’un modèle vis-à-vis des observations, le facteur d’expansion
H(z) doit être connu en fonction des paramètres cosmologiques. Ces modèles ont été
construits avant mon arrivée au LUTH par V. Boucher et A. Füzfa. En bref, une analyse
de type Monte-Carlo-Markov-Chain permet de construire point par point le diagramme
d’erreur, ce qui nous permet de déduire la loi de Hubble propre au modèle en fonction des
paramètres. Cela suppose évidemment de prendre en compte les eﬀets de la quintessence
lorsque celle-ci devient non-négligeable. Finalement, une méthode des moindres carrés
(dite du « χ2 ») entre les données et les observations nous permet de conclure. Il suﬃt
alors de recommencer cette opération pour les points voisins aﬁn de reconstruire les
ellipses de conﬁance complètes. Grâce à la géométrie plane, les diagrammes de conﬁance
dans le plan (Ωmh2, αQ) prennent la forme de la ﬁgure 11.1. Une présentation détaillée
de ces méthodes est donnée par Alimi et al. [89] section 2.2.
Dans l’article original présentant les modèles réalistes des simulations DEUSS [89], les pa-
ramètres retenus pour les modèles de quintessence sont indiqués par une croix blanche.
Aﬁn d’obtenir une phénoménologie de la quintessence assez éloignée du modèle stan-
dard ΛCDM (point situé en (Ωmh2, αQ)=(0.135,0) sur les diagrammes de conﬁance), les
meilleurs paramètres en accord avec les données ne sont pas retenus. Ce choix est sta-
tistiquement correct, les paramètres à 1σ et 2σ étant tout à fait envisageables du point
de vue observationnel : les paramètres choisis permettront donc de favoriser la mise en
évidence de l’action de la quintessence tout en ayant des modèles cosmologiques indis-
tinguables sur les échelles linéaires.
Une comparaison avec les paramètres d’autres auteurs met en évidence le caractère réa-
liste de nos simulations de quintessence, validés par les observations à 2σ. Au vue des
ellipses de conﬁance, ces autres simulations sont largement exclues par les données ob-
servationnelles.
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Figure 11.1: Diagramme de confiance dans le plan (Ωmh2, αQ). Les contours de
confiance à 1σ (en gris foncé) et 2σ (en gris clair) ont été représentés pour les mo-
dèles réalistes de quintessence (RPCDM à gauche et SUCDM à droite). Les paramètres
retenus sont dans l’article de Alimi et al. [89] sont indiqués par une croix blanche. Les
paramètres d’autres auteurs (en 2008) sont indiqués avec un point blanc pour Casarini
et al. [146], une étoile pour Solevi et al. [147], un plus pour Maio et al. [148] et un ovale
pour Dolag et al. [149].
Paramètres ΛCDM RPCDM SUCDM
Ωm 0.26 0.23 0.25
α 0 0.5 1
AS 2.0×10−9 2.1×10−9 2.1×10−9
σlin8 0.80 0.66 0.73
w0 −1 −0.87 −0.94
w1 0 0.08 0.19
Table 11.2: Paramètres cosmologiques utilisés pour les modèles réalistes. Ces modèles
ont une géométrie plane, ce qui implique ΩQ(Λ) = 1 − Ωm, avec un index spectral
ns = 0.963, une constante de Hubble h = 0.72, un paramètre de densité baryonique
Ωbh
2 = 0.02273, et un âge de réionisation τ = 0.087 correspondant à un redshift de
zreion = 10.1 pour RPCDM et zreion = 10.4 pour SUCDM.
Au ﬁnal, les paramètres retenus pour la réalisation de la série de simulations cosmolo-
giques N-corps Dark Energy Universe Simulation sont résumés dans le tableau 11.2. À
partir de ces paramètres, nous pouvons calculer la fonction de transfert T 2(k) propre à
une cosmologie aﬁn de calculer le spectre de puissance initial de la matière noire P (k) au
niveau du CMB. En supposant un indice spectral proche de 1 et un spectre de densité
post-inﬂation de la forme P0(k) = Ask1−ns , le spectre de la matière noire s’écrit :
P (k) = T 2(k)P0(k) . (11.1)
La série de simulation Dark Energy Universe Simulation Series a récemment été enrichi
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de nouvelles simulations. Ces nouvelles simulations constituent une étape importante
dans la compréhension de la nature de l’Énergie Noire grâce à des résolutions élevées
dans des larges volumes. Les simulations DEUSS de taille caractéristique 2592 h−1 Mpc
avec 20483 particules ont été réalisées à l’automne 2010 et permettent d’accéder à une
statistique très importante sur les halos, ce qui se révèle crucial pour l’étude des fonctions
de corrélation dans l’espace comobile et l’espace des redshifts (voir Chapitre 6). D’autres
simulations plus résolues, de caractéristiques semblables à la simulation Millenium, dans
divers modèles cosmologiques sont en cours d’achèvement. Ces simulations de taille ca-
ractéristique 648 h−1 Mpc avec 20483 particules présentent la particularité d’avoir un
cône de lumière sphérique de profondeur z = 0.5 pour le champ de particules ainsi que
pour le champ de gravité. Elles disposent également d’un cône ﬁn d’une profondeur de
z = 1.5 dont la demi-ouverture vaut θ = 10˚ . Ce cône ﬁn correspond tout à fait aux
spéciﬁcations du futur instrument spatial EUCLID et vise à être utilisé par la commu-
nauté pour la préparation de cette mission spatiale. Ces modélisations seront également
au coeur de nombreux projets concernant les champs de vitesse ainsi que les arbres de
fusion retraçant l’histoire des millions de halos détectés.
Finalement, aux plus grandes échelles, la série de simulations cosmologiques DEUS : Full
Universe Runs, menée au printemps 2012 sur le supercalculateur Curie, constitue un
aboutissement : nous présentons dans la suite de ce chapitre les caractéristiques de cette
modélisation de tout l’Univers Observable suivant l’eﬀondrement gravitationnel de 550
milliards de particules pour divers scénarii d’Énergie Noire. En plus du modèle ΛCDM et
RPCDM, ces simulations introduisent une nouvelle forme d’Énergie Noire dont l’équation
d’état est inférieure à −1. La nouvelle dynamique oﬀerte par ce modèle dite « fantôme »
sera confrontée aux modèles déjà présents dans les simulations DEUSS. Ces simulations
permettront, entre autres, d’accéder aux objets les plus massifs de l’Univers dans trois
modèles cosmologiques réalistes diﬀérents, d’observer la croissance des oscillations acous-
tiques de baryons durant l’évolution cosmique et de préparer les futurs missions spatiales
telles EUCLID, e-BOSS, LSST etc. Les premiers résultats préliminaires ont été discutés
dans la partie physique, Chapitre 7.
11.2 Full Universe Run : Simulation de tout l’Univers ob-
servable
11.2.1 Pourquoi simuler tout l’Univers observable ?
La modélisation de l’Univers observable dans son ensemble, répondant à un besoin scien-
tiﬁque fort au sein de la communauté, constitue un déﬁ numérique important. D’un
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point de vue observationnel, de nombreux projets de cartographie de l’Univers (Euro-
pean Euclid Mission 2, Sloan Digital Sky Survey (SDSS 3)...) sont programmés. Le volume
d’Univers auquel prévoient d’accéder ces projets spatiaux, et la déﬁnition avec laquelle
les structures cosmiques seront observées sont de plus en plus grands. Ils nécessitent
par conséquent des simulations numériques capables de couvrir également des volumes
d’Univers de plus en plus importants en suivant avec la plus haute précision l’évolution et
la structuration du champ de matière dans l’Univers. Ce rôle de support aux grands pro-
jets observationnels est particulièrement patent lorsque nous considérons la ﬁgure 11.2
qui nous montre la position des simulations DEUSS par rapport à un grand nombre de
projets observationnels. La position des simulations est indiquée avec des étoiles rouges
dont le nombre de pointes varient avec la résolution. Les cônes de lumière du ciel com-
plet sont notés « F » et les cônes ﬁns « N ». Nous voyons graphiquement que l’objectif
physique d’une simulation varie en fonction de la taille et de la résolution de celle-ci.
Ainsi, les premières simulations DEUSS possèdent des cônes ﬁns avec des résolutions
approchant celle d’EUCLID. À l’inverse, la simulation de tout l’Univers observable avec
81923 particules est loin de la résolution d’EUCLID mais présente un volume similaire
aux observations.
Cette double exigence, de grand volume et d’une grande résolution en masse, est donc
clairement un déﬁ majeur et urgent de la cosmologie numérique. Il est crucial d’être ca-
pable d’atteindre des volumes suﬃsamment larges pour obtenir la meilleure statistique
sur l’apparition exceptionnellement rare d’halos de matière noire de très grandes masses,
objets qui sont en eﬀet parmi les marqueurs les plus performants à la fois du proces-
sus de formation des structures cosmiques et de la nature de l’énergie noire. Dans des
simulations de trop petites tailles, ils sont le plus souvent sous représentés.
La possibilité de simuler le plus grand volume possible de l’Univers donne également
accès avec une meilleure précision et une meilleur statistique au spectre de ﬂuctuations
de la matière sur les très grandes échelles (supérieures à plusieurs centaines de Mpc),
là où apparaissent les oscillations acoustiques de baryons, résultant de l’empreinte des
oscillations du plasma primordial sur la matière noire. Ces oscillations sont une signature
caractéristique de l’énergie noire et la seule façon de pouvoir les mesurer et de comprendre
leur origine et leur dynamique suivant le modèle cosmologique est donc de disposer de
simulations parcourant toute l’histoire de l’Univers sur le volume le plus large possible.
Bien que les motivations scientiﬁques soient claires, le déﬁ numérique consistant donc
à calculer la structuration de tout l’Univers observable tout au long de l’histoire de
l’Univers, du Big Bang à aujourd’hui, semblait inaccessible.
2. http://sci.esa.int/euclid
3. http://www.sdss.org
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Figure 11.2: Figure du haut : Nombre d’objets par degré carré pour de nombreux
relevés observationnels et l’ensemble des simulations ΛCDM réalisées par le consortium
DEUS. Les différentes résolutions des simulations DEUS permettent de paver d’une
manière satisfaisante le plan défini par les observations. Figure du bas : Nombre d’ob-
jets en fonction du redshift médian pour de nombreux relevés observationnels comparé
au nombre d’objets en fonction du redshift maximal pour l’ensemble des simulations
ΛCDM réalisées par le consortium DEUS. Ces simulations permettent d’obtenir des
redshifts plus profonds que ceux des observations.
11.3 Simuler tout l’Univers observable : défi numérique
Nous avons abordé dans le Chapitre 8 les principes d’une simulation numérique N-corps
en cosmologie. Ces simulations imposent un nombre minimal de paramètres que l’on doit
ﬁxer aﬁn d’obtenir des caractéristiques particulières pour la formation des structures
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dans l’Univers. Ces paramètres sont par exemple le nombre de particules de matière
noire ou le volume total que l’on souhaite simuler : nous verrons en particulier qu’aﬁn
de simuler l’Univers observable dans son ensemble avec une bonne résolution, il convient
de suivre l’eﬀondrement gravitationnel d’un minimum de 550 milliards de particules.
L’application AMADEUS (« A Multi-purpose Application for DEUS ») a été l’outil indis-
pensable au suivi de l’évolution de milliards de particules de matière noire évoluant dans
son champ de gravité, depuis des redshifts très élevés (z ∼ 100) grâce à la génération des
conditions initiales (code MPGRAFIC [139]), jusqu’à une mise en forme conviviale des
données aﬀérentes au champ de matière grâce au programme pFoF-DEUS, en passant
par l’évolution de ces particules par l’intermédiaire du code RAMSES-DEUS.
La mise en place de cette application ainsi que son optimisation a été un déﬁ extrêmement
important, mis en place et testé sur l’intégralité du supercalculateur Curie installé au
TGCC (CEA Bruyères-le-Chatel). Comme nous l’avons vu, l’utilisation d’AMADEUS
sur 76032 coeurs de la machine Curie a nécessité une scalabilité extrême de notre code
dynamique RAMSES-DEUS.
11.3.1 Paramètres minimaux de RAMSES-DEUS
La volonté de mener une simulation correspondant à tout le volume de l’Univers obser-
vable impose évidemment la taille de la simulation. Dans notre cas, la taille maximale
correspond au double du rayon actuel de l’horizon des événements. Celui-ci est calculé
de manière simple à partir de la théorie linéaire (voir équation (2.12), Chapitre 2). En
imposant des paramètres cosmologiques en accord avec les observations du fond diﬀus
cosmologique et la vitesse d’éloignement des supernovae, on obtient une distance como-
bile de l’ordre de 10.49 h−1 Gpc. Aﬁn de s’adapter à divers modèles cosmologiques, nous
choisissons une borne supérieure à 21 h−1 Gpc comme taille de boite de simulation.
Aﬁn de provoquer la formation des structures et d’observer la structuration de la matière
noire sur des échelles fortement non-linéaires, il convient de ﬁxer astucieusement la masse
des particules de matière que nous allons suivre dans la simulation et donc leur nombre.
Pour se faire, nous allons nous appuyer sur la fonction de masse théorique de Courtin et
al. [110]. Connaissant cette fonction de masse, nous calculons le nombre d’objets d’une
masse supérieure à une masse limite dans un volume donné. Les courbes en pointillés
du graphique 11.3 correspondent à cette fonction : la courbe supérieure nous donne
approximativement la masse du plus gros halo formé dans une simulation de volume
donné. De même, la courbe en pointillés épais nous indique que, statistiquement, plus
de 100 halos d’une masse supérieure à la limite se formeront dans le volume simulé. La
taille minimale d’un halo détectée par pFoF-DEUS (100 particules) en fonction de la
Chapitre 11. Ensemble de simulations Dark Energy Universe Simulation 261
masse des particules est indiquée par les traits de couleurs. Ainsi, dans une simulation
643 particules (trait bleu foncé) de taille 40 h−1 Mpc, seulement 100 halos de masse
supérieure à 100 particules seront agrégés. A contrario, dans une simulation 10243 (trait
jaune) de taille 4.5 h−1 Gpc, plus de 100000 halos de masse supérieure à 100 particules
seront créés. À partir du trait de couleur vert, ce graphique nous montre également que
dans un telle simulation, nous formerons environ 100 de halos de masse supérieure à 800
particules.
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Figure 11.3: Nombre d’objets d’une masse supérieure à une masse donnée en fonction
du volume simulé. Les traits de couleur indiquent les différentes résolutions accessibles
au code RAMSES-DEUS : le nombre de particules doit impérativement être une puis-
sance de huit.
Suivant ces principes, pour réaliser une simulation de tout l’Univers observable et former
des structures dépassant le seuil de détection de pFoF-DEUS, nous devons utiliser au
moins 20483 particules. En eﬀet, la résolution à laquelle nous aurons accès nous permettra
alors de former une centaine de halos de plus de 100 particules. Cependant, le nombre
de halos formé est excessivement faible et la masse de ceux-ci extrêmement importante :
la statistique atteinte n’est alors pas pertinente pour évaluer une quelconque observable
physique.
Une simulation avec 40963 particules de matière noire est la possibilité suivante en termes
de résolution. Celle-ci nous permet d’accéder à plus d’un million de halos de masse
supérieure à 8.1014 h−1 M⊙ ce qui fournit une statistique intéressante. Cependant, tous
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les halos formés contiennent peu de particules. Ainsi, le plus gros halo ne contiendra au
maximum que 1000 particules ce qui signiﬁe que de nombreux halos ne seront formés que
d’une centaine de particules. Toutes les analyses concernant les halos de matière noire
seront donc polluées par un bruit poissonnien important.
Aﬁn d’augmenter le nombre de particules par halos tout en augmentant le nombre total
de halos, une simulation 81923 particules doit être envisagée. La masse minimale des
halos est alors de 1014 h−1 M⊙. Cette simulation doit nous permettre d’obtenir plus de
100 millions de halos de matière noire de plus de 100 particules ainsi qu’une centaine de
halos de plus de 6400 particules (M> 7.4×1015 h−1 M⊙). Ces caractéristiques physiques
hors normes nous ont porté à choisir ce nombre de particules pour réaliser la série de
simulations cosmologiques Dark Energy Universe Simulation : Full Universe Runs.
Les autres paramètres inhérents à RAMSES-DEUS sont choisis de telle manière à ce que
la résolution spatiale au raﬃnement maximal corresponde à la taille de la Voie Lactée.
Cela nous amène à ﬁxer le nombre de degré de raﬃnement à 7, ce qui permet d’atteindre
une résolution spatiale de 40 h−1 kpc. Nous imposons que la grille AMR se raﬃne à
chaque fois que 14 particules sont présentes dans une cellule, ce qui permet de limiter la
consommation mémoire tout en conservant une bonne précision sur la dynamique.
11.3.2 Paramètres cosmologiques
La déﬁnition des paramètres cosmologiques constitue une étape essentielle de la mise en
place d’une simulation. En eﬀet, ces paramètres permettent la génération des conditions
initiales via la forme du spectre de puissance. Les simulations DEUS visant à comprendre
l’inﬂuence de l’Énergie Noire sur diverses observables, trois types de ﬂuide accélérateur
sont envisagés.
Le modèle de concordance de la cosmologie avec constante cosmologique constitue le
scénario médian. Autour de ce modèle standard sont envisagés deux modèles symétriques
pour l’équation d’état et le taux de croissance linéaire D+ : un modèle de quintessence de
type Ratra-Peebles (déjà explicité au paragraphe 11.1) et un modèle phénoménologique
de type fantôme se caractérisant par une équation d’état inférieure à -1. La justiﬁcation
physique de ce dernier modèle réside en une description eﬀective de l’équation d’état.
Ainsi, un modèle d’énergie noire avec champ scalaire peut avoir une équation d’état
eﬀective inférieure à -1 comme le montre Creminelli et al. [150].
Nous imposons tout d’abord la valeur de la constante de Hubble aﬁn d’être en accord
avec les autres simulation DEUSS : h= 0.72. Cette valeur est en accord avec toutes les
observations actuelles dans le cadre de nos diﬀérents modèles. Nous imposons également
la platitude de l’Univers aﬁn de réduire le nombre de paramètres libres.
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Parameters RPCDM ΛCDM wCDM
Ωm 0.23 0.2573 0.275
Ωb 0.04385 0.04356 0.04356
AS 2.1× 10−9 2.0× 10−9 2.1× 10−9
Derived parameters
σlin8 0.66 0.801 0.852
w0 −0.87 −1 −1.2
w1 0.08 0 0
Table 11.3: Paramètres cosmologiques des Full Universe Runs pour les modèles réa-
listes. Nous posons les priors suivants : la platitude de l’Univers (ΩQ(Λ) = 1−Ωm), un
index spectral ns = 0.963 et une constante de Hubble h= 0.72.
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Figure 11.4: Ellipses de confiance à 1σ et 2σ pour le fond diffus cosmologique (trait
plein) et les supernovae issues du catalogue UNION (en couleurs). La figure en haut
représente le plan (w − Ωm) alors que la figure en bas représente le plan (w − σ8). Le
modèle ΛCDM, indiqué avec une croix, est central. Le modèle wCDM, indiqué par un
rond, est choisi pour être dans les ellipses à 1σ. Le modèle RPCDM, indiqué avec un
plus, est dans les ellipses de confiance à 2σ.
À nouveau, la même méthode que celle des simulations DEUSS [89] est utilisée pour
trouver les paramètres de ces nouveaux modèles. Ainsi, une analyse Monte-Carlo-Markov-
Chain nous permet de déterminer les paramètres les plus probables à 2σ en accord avec
les supernovae et le CMB pour les divers modèles cosmologiques. Ainsi, pour chaque
modèle, les paramètres sont en accord avec les données observationnelles les plus récentes
ce qui rend nos modèles indistinguables du modèle de concordance ΛCDM au regard
des mesures de distances cosmiques. La normalisation du spectre de puissance linéaire à
8 h−1 Mpc est ﬁxée en accord avec la normalisation du spectre issu des données WMAP7.
Ces considérations nous poussent à choisir le jeu de paramètres cosmologiques indiqué
dans le tableau 11.3 : les modèles sont ordonnés selon leur paramètre de densité Ωm
et leur taux de structuration linéaire σ8. Le modèle de quintessence RPCDM, moins
Chapitre 11. Ensemble de simulations Dark Energy Universe Simulation 264
structuré, présente un paramètre Ωm et un écart-type des ﬂuctuations à 8 h−1 Mpc σ8
plus faible que le modèle ΛCDM, lui-même présentant une structuration moindre que
wCDM.
Dans l’espace des paramètres w − Ωm et w − σ8, les modèles que nous avons choisis se
placent comme indiqué sur la ﬁgure 11.4 : ΛCDM est représenté par une croix, wCDM
par un rond et RPCDM par un plus. Il est important de noter, qu’alors que RPCDM est
dans les contours à 2σ, ΛCDM et wCDM sont tous deux dans les ellipses de conﬁance à
1σ. Cela signiﬁe qu’une équation d’état fortement négative (inférieure à -1) est une option
toujours viable avec les données dont nous disposons. Cette valeur w = −1.2 est choisie
de manière à maximiser l’inﬂuence du ﬂuide fantôme sur la dynamique gravitationnelle.
11.4 Récapitulatif des simulations du consortium DEUS
Aﬁn de disposer de manière compact de l’ensemble des paramètres cosmologiques et de
la liste des simulations DEUSS et DEUS : Full Universe Runs, les tableaux 11.4 et 11.5
sont présentés ci-dessous.
Box length Résolution Résolution en Nombre de Redshift Modèle Calculateur
( h−1Mpc) (h−1kpc) masse (h−1M⊙) particules initial Cosmologique (# de coeurs)
162 2.5 ∼ 2.109 5123 ∼ 90 Λ, SU, RP Titane (64)
162 2.5 ∼ 2.5.108 10243 ∼ 130 Λ, SU, RP Blue Gene/P (4096)
648 20 ∼ 1.5.1011 5123 ∼ 55 Λ, SU, RP −
648 10 ∼ 1.75.1010 10243 ∼ 90 Λ, SU, RP Blue Gene/P (4096)
648 5 ∼ 2.109 20483 ∼ 90 Λ, SU, RP Blue Gene/P (32768)
1296 40 ∼ 1012 5123 ∼ 40 Λ, SU, RP −
2592 40 ∼ 1012 10243 ∼ 55 Λ, SU, RP Blue Gene/P (4096)
2592 20 ∼ 1.5.1011 20483 ∼ 55 Λ, RP Blue Gene/P (24576)
5184 40 ∼ 1012 20483 ∼ 40 Λ, RP Blue Gene/P (24576)
10368 40 ∼ 1012 40963 ∼ 100 Λ, RP, w Curie Thin (9728)
21000 40 ∼ 1012 81923 ∼ 100 Λ, RP, w Curie Thin (76032)
Table 11.4: Ensemble des simulations du consortium DEUS : les modèles cosmolo-
giques sont indiquées par un diminutif. Les redshifts initiaux et les masses des particules
variant avec la quantité de matière noire Ωm, ceux-ci sont donnés approximativement.
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Table 11.5: Paramètres cosmologiques de l’ensemble des simulations du consortium
DEUS.
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Conclusion
La compréhension de la gravitation et du mécanisme d’eﬀondrement gravitationnel est
une étape obligée pour retirer le voile ﬂottant autour de la nature de l’Énergie Noire.
En particulier, suivre l’empreinte laissée par l’Énergie Noire sur les champs de vitesse et
de densité est un moyen incontournable d’accéder à sa nature. Pour arriver à nos ﬁns,
il convient de suivre une démarche transverse, mêlant approches théoriques, simulations
numériques et méthodes observationnelles.
Cette démarche a guidé la philosophie de cette thèse, par exemple, au travers de l’utilisa-
tion de l’outil numérique comme un moyen de valider les approches théoriques. Chacune
de ces approches suppose un questionnement physique profond aﬁn de construire un rai-
sonnement éclairé et adéquat. Ainsi, la réalisation des simulations Dark Energy Universe
Simulation : Full Universe Runs a répondu à un impératif physique clair, à savoir étudier
l’inﬂuence de l’Énergie Noire sur la structuration dans l’Univers sur des échelles inéga-
lées, en ayant accès à une statistique exceptionnelle sur le nombre d’objets détectés.
Suivant la même idée de la recherche, la contribution principale de cette thèse consiste en
l’explication de l’observation d’un mouvement d’ensemble local anormalement élevé à des
échelles intermédiaires (∼ 50 h−1 Mpc). La construction de catalogue réaliste ayant un
proﬁl de ﬂot moyen identique aux observations au sein de simulations numériques a per-
mis de montrer le caractère linéaire des mesures observationnelles : la présence d’un ﬂot
moyen anormalement élevé aux échelles intermédiaires est vériﬁée à des redshifts élevés,
montrant que la problématique des champs de vitesse en cosmologie peut se réécrire en
terme de conditions initiales. La démonstration du caractère linéaire des environnements
similaires aux observations nous a permis d’expliquer le ﬂot moyen anormalement élevé
en terme d’événement statistiquement rare au sein d’un modèle cosmologique donné.
271
Chapitre 12. Conclusion 272
Cette explication a nécessité des développements analytiques probabilistes importants,
que nous avons confronté aux mesures issues de simulations numériques. Ces développe-
ments nous ont permis d’introduire une nouvelle sonde cosmologique dont le fondement
réside sur le taux de reconvergence vers la prédiction linéaire après avoir observé un
maximum pour les champs de vitesse à une échelle donnée. Nous avons montré que ce
taux de reconvergence est bien caractéristique du modèle cosmologique : un modèle à
forte structuration tel ΛCDM doit avoir reconverger à ∼ 200 h−1 Mpc alors qu’un modèle
où la structuration est plus faible a une échelle de reconvergence plus faible.
Dans ce cadre probabiliste, nous avons également expliqué l’origine dynamique de ces
champs de vitesse anormalement élevés en utilisant les catalogues réalistes construits au
sein des simulations numériques. Nous avons donc démontré que l’asymétrie du champ
de matière tridimensionnel à des échelles plus élevées (∼ 85 h−1 Mpc) que la position
du maximum du ﬂot moyen est responsable du proﬁl de mouvement d’ensemble local
observé. Finalement, nous avons clariﬁé l’origine locale de ce ﬂot moyen en corrélant la
position des environnements du catalogue réaliste avec les pics de densité. Nous mon-
trons en particulier que les centres du catalogue réaliste sont liés à la présence d’un pic
de densité très élevé à des échelles de l’ordre de 80 h−1 Mpc.
Cette étude détaillée des champs de vitesse en cosmologie nous a également amené à nous
interroger sur leurs inﬂuences sur la répartition de la matière dans l’Univers en fonction
du modèle cosmologique. En particulier, les distorsions dans l’espace des redshifts sont un
moyen de contraindre les paramètres du modèle cosmologique : le calcul des fonctions de
corrélation doit nous permettre, dans un projet à venir, d’accéder à ce signal. Au travers
du calcul de ces fonctions de corrélation, calculées tout d’abord dans l’espace comobile,
nous avons montré la validité des simulations multi-échelles du consortium DEUS et nous
avons mis en évidence l’existence d’un biais cosmologique entre la distribution du champ
de matière et celles des halos de matière noire. En particulier, en utilisant une réécriture
en terme de pic de densité plutôt qu’au travers la masse d’une objet, nous avons montré
que ce biais semblait n’être qu’une observable dépendante de l’évolution linéaire au sein
d’un modèle cosmologique donné. Cela signiﬁe que l’empreinte de l’Énergie Noire sur
l’eﬀondrement gravitationnel non-linéaire mesuré sur le champ de matière persiste sur
les mesures eﬀectuées sur les halos de matière noire. Ces conclusions seront bien sur
aﬃnées grâce aux simulations DEUS : Full Universe Run qui nous permettront d’accéder
à des statistiques inégalées sur une large gamme d’échelles.
Éclaircir la nature de l’Énergie Noire est une entreprise de longue haleine. La combinaison
de l’ensemble des sondes cosmologiques, linéaires ou non-linéaires, doit donc permettre à
l’avenir de contraindre fortement le paramètre d’état de l’Énergie Noire. Ces contraintes
nous donneront alors une idée de la nature de ce ﬂuide accélérateur, après avoir réussi à
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quantiﬁer son contenu. Cependant, ces travaux ont permis de soulever quelques interro-
gations autour du caractère statistiquement rare de certaines observations : comprendre
l’Énergie Noire au travers de certains observables comme le mouvement d’ensemble local
demande une étude physique très ﬁne.
Les nombreux projets en cours et à venir visent à obtenir de meilleurs contraintes sur ce
ﬂuide, que ce soit au travers de la reconstruction et de la mesure des oscillations acous-
tiques de baryons, de la mesure du weak-lensing ou de l’amélioration des algorithmes
de détection de structures. La compréhension acquise quand à l’empreinte de l’Énergie
Noire sur la formation des structures nous permet également d’envisager l’implémenta-
tion de modèles à couplages non-minimaux dans le code RAMSES. À partir de cela,
l’implémentation d’une Énergie Noire inhomogène dans le solveur de RAMSES est envi-
sagée, en modiﬁant les équations d’Euler pour un ﬂuide de pression négative. La mission
EUCLID, en cours de développement, permettra dans la décennie à venir, de mesurer
de manière très précise certains paramètres décrivant la nature de l’Énergie Noire. Cette
mission spatiale nécessite de nombreux développements théoriques et numériques aux-
quels le groupe de cosmologie du LUTH participe de manière active, en particulier au
travers de la réalisation de simulations N-corps très haute résolution. En particulier, une
série de simulation 1296 h−1 Mpc avec 40963 particules est envisagée aﬁn de construire
un cône correspondant à 10% des observations d’EUCLID. Cette série nous permettrait
d’ouvrir la possibilité de réaliser une simulation 2592 h−1 Mpc avec 81923 particules
pour d’obtenir une simulation exact du relevé eﬀectué par EUCLID. Finalement, nous
avons également le projet de réaliser des simulations hydrodynamiques pour mesurer
l’empreinte des modèles de quintessence sur la formation des galaxies et des étoiles.
L’Énergie Noire reste aujourd’hui encore une énigme. Durant cette thèse, nous avons de
nombreuses fois fait appel aux simulations numériques. Bien que les eﬀets inhérents à
toute modélisation soient complexes à prendre en compte, nous avons indéniablement
montré que l’Énergie Noire laisse son empreinte sur les événements rares dans l’Univers,
que ce soit sur le ﬂot cosmique, la distribution des halos dans l’Univers... La philosophie
consistant à croiser diﬀérentes sondes cosmologiques (champ de matière, champs de vi-
tesse...) a permis d’avancer sur le chemin de la compréhension de la nature de l’Énergie
Noire, pour dans un futur proche, lever les dernières interrogations autour de l’Énergie
Noire.
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A.1 Estimateurs et fonctions de corrélation
Nous avons vu que la fonction de corrélation peut être déﬁnie comme un excès de pro-
babilité par rapport à une distribution poissonnienne. Cet excès de probabilité est mis
en évidence en calculant l’estimateur introduit par Peebles [43] :
ξ(r) =
DD
RR
− 1 . (A.1)
La question est de savoir ce que nous apprend cet estimateur : la ﬁgure A.1 nous permet
de comprendre graphiquement le calcul de la fonction de corrélation. Ainsi, nous voyons
que les cinquante points rouges, représentant le catalogue de données, ont subi un eﬀon-
drement et ont formé des ﬁlaments et des structures massives. Les petites distances sont
donc grandement représentées dans l’histogramme DD. À l’inverse, les données aléa-
toires, représentées avec des ronds bleus, n’exhibent aucune échelle caractéristique, ce
qui signiﬁe que l’histogramme RR va être beaucoup moins élevé sur les petites échelles.
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Lorsque cet estimateur est égal à l’unité, une distance caractéristique de corrélation est
introduite. Cela signiﬁe qu’à cette distance de corrélation, les paires issues du catalogue
de données sont exactement deux fois plus nombreuses que les paires du catalogue aléa-
toire. Lorsque cette quantité est nulle, la distribution des paires est alors aléatoire. Cela
indique que l’eﬀondrement gravitationnel n’a pas encore agi au rayon concerné. Finale-
ment, un indicateur compris entre −1 et 0 indique une anti-corrélation, indiquant une
distribution moins probable qu’une distribution aléatoire.
Figure A.1: Catalogues utilisées pour obtenir les histogrammes DD, DR et RR in-
dispensables au calcul de la fonction de corrélation. Les points et les carrés sont en
nombre équivalents. Les points bleus, représentant le catalogue aléatoire, sont répartis
de manière poissonnienne. Les carrés rouges, représentant les données, présentent une
organisation plus structurée typique d’un effondrement gravitationnel.
Cependant, la méthode de construction des catalogues de données et aléatoires, sur
lesquels les distances entre paires seront calculées et les histogrammes construits, est
crucial : en eﬀet, la variance de l’estimateur introduit par Peebles peut être approximé
par une loi de Poisson faisant intervenir le rapport du nombre de paires dans le catalogue
de données et de celles dans le catalogue aléatoire. Aﬁn de minimiser cette variance, il
convient de prendre un nombre de points aléatoires nR bien plus élevés que les données
nD. En règle générale, un rapport compris entre cinq et dix entre le nombre de points
aléatoires et les données élimine suﬃsamment les bruits statistiques associées au tirage
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aléatoire. Finalement, il est important de noter que le tirage aléatoire doit avoir lieu dans
le même volume que les données aﬁn de ne pas créer de corrélations arbitraires liées à
une densité de points diﬀérentes entre les catalogues. Dans le cas d’un nombre diﬀérent
de points dans le catalogue de données et le catalogue aléatoire (la densité des deux
catalogues est alors diﬀérente), l’estimateur (A.1) prend une forme plus complexe :
ξ(r) =
nR(nR − 1)
nD(nD − 1)
DD
RR
− 1 . (A.2)
Aﬁn de converger plus rapidement vers la « vraie » fonction de corrélation, de nombreux
estimateurs avancés ont été introduits. Tous ces estimateurs font appel à un nouvel
histogramme appelé Données-Random (DR) qui calculent les distances relatives entre
les points du catalogue de données et ceux du catalogue aléatoire.
Nous citerons en particulier les estimateurs de Blanchard et Alimi [122]
ξ(r) =
DD
DR
− 1 , (A.3)
Hamilton [151], plus robuste dans le cas de relevé partiel du ciel
ξ(r) =
DD ×RR
DR2
− 1 , (A.4)
de Landy et Szalay [101] dans lequel la variance de ξ(r) est strictement poissonnienne
ξ(r) =
DD − 2DR+RR
RR
, (A.5)
et Dodelson, Hui et Jaﬀe [152] corrigeant l’estimateur de Landy et Szalay dans des cas
particuliers
ξ(r) =
DD − 2DR+RR
DD
. (A.6)
Numériquement, nous utilisons la déﬁnition de Landy et Szalay, qui garantit que la
variance de ξ(r) est poissonnienne suivant le nombre de points du catalogue aléatoire :
σ2Poisson(r) =
n2R
n2DRR(r)
. (A.7)
Cela signiﬁe qu’elle est moins dépendante du catalogue aléatoire et qu’elle présente la
caractéristique de converger plus rapidement vers la « vraie » fonction de corrélation que
l’estimateur standard de Peebles ou celui d’Hamilton [102]. Dans le cas où le nombre de
points des catalogues aléatoire et de données ne sont pas égaux, l’estimateur de Landy
et Szalay prend la forme suivante :
ξ(r) =
nR(nR − 1)
nD(nD − 1)
DD
RR
− 2nR − 1
nD
DR
RR
+ 1 . (A.8)
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A.2 Tirages aléatoires
Aﬁn de constituer le catalogue aléatoire, il convient de savoir tirer de manière eﬃcace des
nombres aléatoires. Tirer un nombre pseudo-aléatoire de manière numérique est simple.
Ainsi, lors du calcul de la fonction de corrélation dans l’espace comobile, il suﬃt de tirer
un nombre aléatoire entre 0 et 1.
Cependant, dans l’espace des redshifts, le tirage aléatoire doit être réalisé suivant une
distribution sphérique correspondant à la fonction de sélection en masse des halos. Il
convient alors de prendre certaines précautions. La méthode utilisée est appelée méthode
de réjection. Cet algorithme vise à reconstruire la fonction de sélection en construisant
point par point un histogramme approché. Ainsi, connaissant la fonction de sélection f en
fonction de la distance au centre du cône de lumière, celle-ci consiste à tirer aléatoirement
deux nombres a et b.
Si
b ≤ f(a) (A.9)
alors on accepte le nombre b ; sinon, on réitère le tirage aléatoire de a et b. Graphique-
ment, cette méthode consiste donc à paver tout l’espace déﬁni par les traits pleins sur
la ﬁgure A.2. Le tirage de la variable aléatoire a déﬁni la distance comobile et la hau-
teur f(a) à laquelle comparer la deuxième variable aléatoire b. Ainsi, le point b en rouge
est refusé alors que le point aléatoire vert est accepté. La procédure est réitérée jusqu’à
obtention du nombre de points désirés.
b
f(a)
b
f(a)
Zone 
d’acceptation
Zone 
de rejet
Figure A.2: Principe de la méthode de réjection : une région d’acceptation corres-
pondant aux limites de fonction de distribution et une zone de rejet au-delà des limites
définies par la fonction de sélection.
La fonction de sélection obtenue nous permet d’obtenir une distribution aléatoire pour
les distances au centre du cône de lumière. Il convient alors de générer des positions
tridimensionnelles aléatoires sur une sphère à partir des rayons calculé par la méthode
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de réjection. À partir d’un rayon donné, la méthode la plus eﬃcace pour obtenir une
distribution aléatoire sur une sphère est d’utiliser la transformation suivante :
x =
√
1− u2 cos(v) (A.10)
y =
√
1− u2 sin(v) (A.11)
z = u , (A.12)
avec u et v variables aléatoires appartenant respectivement à [−1, 1] et [0, 2π].
A.3 Méthodes numériques et calcul de la fonction de corré-
lation
Les simulations DEUS ont suivi l’eﬀondrement gravitationnel de plus d’un milliard de
particules. L’algorithme le plus simple pour calculer la fonction de corrélation sur un
sous-ensemble de ces particules est le suivant :
– Lecture de toutes les particules d’une simulation et allocation dans un tableau T ;
– Tirage aléatoire d’un nombre nD de points correspondant au catalogue de données.
Sélection des particules ayant une position égale au résultat de mon tirage aléatoire
dans le tableau T .
– Tirage aléatoire d’un nombre nR de points pour constituer le catalogue aléatoire.
– Calcul des histogrammes DD, RR et DR depuis une distance très faible à une distance
très importante.
Cependant, accéder à la fonction de corrélation pour les milliards de particules des si-
mulations DEUS en calculant toutes les paires parait actuellement diﬃcile. Plusieurs
solutions, d’ordre algorithmique ou technique, permettant de résoudre ce problème de
temps de calcul ont été envisagées et pour certaines implémentées :
– Calculer les paires de manière parallèle en faisant appel à la puissance d’un supercal-
culateur ;
– Utiliser une structure en arbre aﬁn de trouver rapidement les plus proches voisins ;
– Utiliser la rapidité des GPU des cartes graphiques plutôt que les CPU des processeurs.
La première solution, plus intuitive a été implémentée en utilisant une programmation
hybride OpenMP/MPI : chaque processeur charge en mémoire un petit nombre de par-
ticules, répartie suivant la décomposition cubique de pFoF-Slicer. De manière identique,
un nombre important de positions est généré de manière aléatoire et réparti sur les dif-
férents processus aﬁn de constituer le catalogue aléatoire.
La première étape consiste à envoyer l’ensemble des positions des particules du proces-
seur N au processeur N+1. Celui-ci calculent alors localement la distance de séparation
entre les particules envoyées et les particules du processeur cible. Aﬁn d’optimiser cette
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étape, la boucle sur toutes les particules d’un processeur est parallélisée OpenMP, ga-
gnant ainsi un facteur proche du nombre de coeurs OpenMP utilisé. Cet algorithme se
répète pour calculer les divers histogrammes (DD, RR ou DR). Le temps d’exécution est
considérablement réduit par un facteur Ncpu : cela signiﬁe que l’on peut traiter en un
temps équivalent
√
Ncpu fois plus de particules.
Une première implémentation de la seconde solution a été codée de manière séquentielle.
L’idée est de poser le problème de la fonction de corrélation en des termes diﬀérents du
calcul brutal de paires : en eﬀet, ce problème peut se voir comme la recherche de tous
les premiers voisins d’une particule. Dans ce cas, une organisation des particules au sein
d’un arbre de tri se révèle une solution intéressante : en eﬀet, la recherche de voisins par
le parcours d’un arbre est extrêmement eﬃcace avec un temps de calcul en O(N logN).
En particulier, l’algorithme implémenté fait appel à un arbre k-dimensionnel (également
appelé kd-Tree) décomposant l’espace en cellules élémentaires. Ce découpage en cellules
élémentaires de géométrie parallélépipédique est eﬀectuée de manière à retrouver très
vite les particules à une distance donnée. Un exemple de la construction d’un tel arbre
est présenté sur la ﬁgure A.3 : la racine de l’arbre est, par déﬁnition, constitué de tout
l’espace (ﬁgure en haut à gauche) ; les premières branches sont la division de l’espace en
deux parties de même largeur (en haut à droite) ; les branches suivantes sont obtenues
en découpant les sous-volumes dans leur plus grande longueur. En réitérant l’opération,
on remarque par exemple la taille des cellules feuilles du sixième niveau, présentées en
bas à droite. La procédure est réitérée jusqu’à atteindre un seuil de 10 à 15 particules :
au-delà de cette limite, les feuilles terminales de l’arbre sont atteintes.
La recherche de plus proches voisins s’eﬀectue de manière simple : à partir d’une coor-
donnée dans l’espace ou d’un identiﬁcateur d’une particule de l’arbre, nous remontons
peu à peu l’arbre. À chaque branche de l’arbre, la distance au sous-volume le plus proche
est indiqué. Cela permet de connaitre la distance de toutes les particules contenues dans
ce sous-volume en allant chercher l’information dans les feuilles. Ces distances consti-
tuent l’information dont nous avons besoin pour calculer notre fonction de corrélation. À
gauche, sur la ﬁgure A.4, cette recherche de premiers voisins est illustrée : en s’aﬀranchis-
sant de recherche dans les feuilles lointaines, spatialement éloignées, un temps précieux
est gagné. Dans cet exemple, seules 120 distances ont été calculées pour identiﬁer les 120
plus proches voisins au lieu de 500 calcul de distances dans la méthode naïve de calcul
de paires.
Nous nous apercevons cependant que des diﬃcultés vont apparaître si nous cherchons à
parcourir l’intégralité de l’arbre. En eﬀet, dans ce cas, de nombreux déplacements des
branches vers les feuilles seront nécessaires ce qui va augmenter le temps de calcul. En
particulier, la recherche de tous les voisins à des distances intermédiaires (à droite sur
la ﬁgure A.4), par les nombreuses montées-descentes dans l’arbre entraine un temps de
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Figure A.3: Illustrations tirées de l’article Moore et al. [153]. La racine de l’arbre
est constitué de tout l’espace avec toutes les particules. Les premières branches cor-
respondent à un découpage suivant la plus grande longueur (ici suivant l’axe x). Les
feuilles sont atteintes lorsqu’un certain seuil en particules est atteint (∼ 15 particules).
On remarque que les particules sont spatialement divisées en zones de plus en plus
réduites. La recherche de plus proche voisin utilise cette caractéristique en parcourant
l’arbre jusqu’au niveau les plus fins.
calcul plus élevé que le calcul brutal en O(N2) ! Un autre cas particulièrement intéressant
pour l’eﬃcacité du calcul numérique est le cas opposé à la ﬁgure de droite i.e. la recherche
des plus lointains voisins. Dans ce cas, l’exclusion des feuilles proches est rapide et seuls
demeurent les branches et les feuilles très éloignées de la particule de départ. Une stra-
tégie optimale consiste donc à utiliser, de manière parallèle, un arbre pour le calcul des
distances des plus proches et des plus lointains voisins et à s’orienter vers le calcul brutal
en O(N2) pour les distances intermédiaires, où les particules sont plus nombreuses.
Finalement, la dernière solution envisagée pour le calcul des fonctions de corrélation
semble actuellement hors d’atteinte, la programmation sur carte graphique par le lan-
gage CUDA étant complexe et très dépendant de l’architecture de la machine utilisée.
Cependant, certaines bibliothèques [154] promettent une gain d’un facteur 100 sur le
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Figure A.4: Illustrations tirées de l’article Moore et al. [153]. La méthode de recherche
de plus proches voisins dans un arbre k-dimensionnel est basée sur l’exclusion de ré-
gions spatiales lointaines définies par les diverses branches de l’arbre. Dans le cas d’une
recherche de voisins très proches, la recherche sera très rapide, une grande partie de l’es-
pace étant exclue. Lors d’une recherche de voisins plus éloignés, l’exclusion des régions
spatiales perd son intérêt et parcourir l’arbre engendre une perte de temps.
temps de calcul des histogrammes des paires, s’aﬀranchissant ainsi des problèmes liés au
facteur O(N2).
Les fonction de corrélation ont donc été calculées avec la première méthode, parallélisée
OpenMP/MPI, sur une machine locale du laboratoire. Le calcul d’une fonction de cor-
rélation sur un million de points se fait alors en 2000 secondes environ. Le portage de ce
code sur des supercalculateurs tels les machines Babel ou Curie se fera dans un second
temps. Dans la suite, nous commenterons quelques résultats préliminaires liés au pic du
aux oscillations acoustiques de baryons, aux mesures du biais entre le champ et les halos
de matière noire dans diﬀérentes cosmologies, ainsi qu’à la distribution de matière dans
l’espace des redshifts.
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Ce travail de thèse n’est que le début d’un questionnement sur la nature profonde de
l’énergie noire et la dynamique de formation des structures. Chaque partie de ce chapitre
correspond donc à une question soulevée durant cette thèse. Les éléments de ce chapitre
nécessitent une exploration exhaustive dans la continuité des travaux présentés dans cet
ouvrage.
En particulier, les simulations DEUS : Full Universe Run nous ouvrent de larges horizons
en termes d’analyse physique. Entre autres projets, nous pouvons énumérer une étude de
l’inﬂuence de la topologie sur la formation des structures en comparant les simulations
DEUSS et Full Universe Run, une réﬂexion autour de la prise en compte des potentiels
retardés dans les simulations numériques, des mesures de fonctions de corrélation ou une
analyse du biais entre fonction de corrélation de halos de masse diﬀérente dans l’espace
comobile et l’espace des redshifts. Finalement, en terme de méthodes numériques, un
travail important sur l’occupation mémoire du code RAMSES-DEUS est à mener aﬁn de
préparer les prochaines simulations d’envergure sur calculateur exaﬂopiques.
Dans la suite, nous ne détaillerons que quelques projets ayant fourni des résultats préli-
minaires intéressants.
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B.1 Champs de vitesse
Aﬁn de continuer la discussion sur l’origine dynamique d’un champ de vitesse anor-
malement élevé dans un contexte cosmologique, une perspective immédiate est de re-
commencer l’analyse des centres des catalogues réalistes dans les cosmologies RPCDM
et SUCDM. Cela permettra de mettre en évidence une dépendance cosmologique de
l’échelle d’alignement du « bulk ﬂow » avec l’asymétrie, comme nous le pressentons à
partir des résultats du Chapitre 4. Un prolongement évident sera de trouver l’origine de
cet asymétrie en cherchant les premiers pics de densité voisin d’un centre du catalogue
réaliste dans les simulations RPCDM et SUCDM.
Par ailleurs, les diverses questions soulevées sur les champs de vitesse durant cette thèse
ont mené à d’autres interrogations :
– Sachant que nous, observateurs, vivons dans un environnement rare, que pouvons-nous
dire au sujet du caractère gaussien des conditions initiales ? Autrement dit, peut-on
retrouver, dans le ﬂot de vitesse moyen, l’empreinte d’éventuelles non-gaussianités
primordiales et les distinguer des eﬀets d’environnement et de cosmologie décrits au
Chapitre 4 ?
– Pouvons-nous diﬀérencier entre divers modèles cosmologiques à l’aide de la déviation
locale (autour de l’amas de Virgo par exemple) de la loi de Hubble ? En eﬀet, la
diﬀérence de structuration entre les modèles d’énergie noire peut introduire un biais
diﬀérent d’un modèle cosmologique à l’autre sur les champs de vitesse locaux.
La première question sera traitée en faisant appel à des simulations numériques aux
conditions initiales non-gaussiennes (Simulations de C. Porciani par exemple) ainsi qu’à
une approche probabiliste incluant une statistique non-gaussienne alors que la deuxième
sera abordé en réutilisant les catalogues construits à partir des simulations DEUSS pour
étudier le champ de vitesse à grande échelle. En particulier, une étude systématique
de l’espace des phases "Surdensité provoquant l’infall−Distance à la surdensité" nous
permettra de comprendre comment la cosmologie inﬂue sur les champs de vitesse locaux.
B.2 Mesure du weak-lensing dans les simulations numé-
riques
De nombreuses missions spatiales ont pour but la mesure de la carte en convergence
de l’eﬀet de lentillage faible (SDSS, BOSS, EUCLID...). Dès lors, il est indispensable
de comprendre l’inﬂuence des diﬀérents ingrédients physiques sur les mesures du weak-
lensing et donc d’utiliser les simulations numériques pour les modéliser. Rappelons que
le weak-lensing correspond à la déviation d’un photon parcourant une géodésique reliant
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une source à un observateur : il s’agit donc d’une observable intégrée le long du cône de
lumière. Les simulations DEUSS permettent d’avoir de tels cônes de lumière dans plu-
sieurs cosmologies diﬀérentes, ce qui amène à la compréhension de l’inﬂuence de l’énergie
noire sur le spectre angulaire de la carte en convergence du weak-lensing.
La technique permettant d’obtenir ce spectre angulaire est simple : il s’agit de lancer de
nombreux rayons depuis la position de l’observateur, situé au centre du cône et d’observer
leurs déﬂexions lors du passage dans les puits de potentiel gravitationnel, lors de leur
remontée dans le temps (vers des redshifts élevés). Procéder en remontant le cône de
lumière est possible en raison du principe de Fermat (également appelé principe de retour
inverse de la lumière). La diﬃculté est de lever l’approximation usuelle, dite de ciel plat,
qui suppose que toutes les particules appartenant à une couche plane autour du rayon
à un instant donné sont au même décalage spectral. Ce travail, mené en collaboration
avec Jan-Michael Kratoshvil (Université de Miami), a permis d’obtenir quelques résultats
préliminaires (voir ﬁgure B.1) sur une simulation de taille caractéristique 2592 h−1 Mpc
avec 10243 particules. La théorie, ici présentée via la forme fonctionnelle de Smith et al.
Figure B.1: Spectre angulaire de la carte de convergence du weak-lensing dans le cadre
des trois modèles d’énergie noire simulés dans le cadre du projet DEUSS. En abscisse
est indiquée le multipole alors le spectre de puissance est en ordonnée. Les différences de
structuration des modèles RPCDM, SUCDM et ΛCDM introduisent des modifications
du spectre de puissance angulaire du weak-lensing à partir des multipoles l∼ 100.
[100], est calculée en utilisant l’approximation de Limber. Celle-ci consiste en la projection
du spectre de puissance tri-dimensionnel sur la base des fonctions de Bessel aﬁn d’obtenir
un spectre angulaire Cl.
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Ces mesures nous montrent l’inﬂuence d’eﬀets d’origine diﬀérente. Pour des multipoles
faibles, les diﬀérentes cosmologies ne sont pas distinguables. Ces multipoles correspondent
à une échelle caractéristique très élevée (de l’ordre du gigaparsec) ce qui implique que
les spectres de puissance des diﬀérents modèles d’énergie noire sont indistinguables. De
plus, le signal est faible car très peu de rayons suivent de telles géodésiques. Lorsque
le multipole augmente, les cosmologies s’écartent petit à petit jusqu’à atteindre une
diﬀérence relative de l’ordre de la dizaine de pourcents. Ce régime correspond à la gamme
d’échelles sur laquelle l’énergie noire laisse une empreinte forte. Finalement, pour les
multipoles élevés, le bruit poissonnien eﬀace toute physique de la mesure : à ces échelles,
la résolution de la simulation ne permet plus de conclure sur un éventuel eﬀet physique.
Ainsi, aﬁn de déterminer s’il est possible de distinguer les diﬀérents modèles cosmolo-
giques aux multipoles les plus élevés, il faut analyser des simulations nécessitant une taille
caractéristique importante et un nombre très élevé de particules. Cette analyse, menée
sur la simulation Full Universe Run (voir Chapitre 7 pour les résultats scientiﬁques),
permettra d’atteindre des multipoles de l’ordre de 12000. Elle nous amènera, grâce à
son importante résolution angulaire, à conclure quand au degré de distinction entre les
diﬀérents modèles d’énergie noire sur les petites échelles angulaires.
B.3 Reconstruction des oscillations acoustiques de baryons
à haut redshift
Le Chapitre 2 a permis de rappeler rapidement la physique associée aux oscillations
acoustiques de baryons. Ces ondes impriment une "échelle standard" dans l’Univers de
l’ordre de 150 h−1 Mpc. Depuis la recombinaison, elles n’évoluent qu’à travers les inter-
actions gravitationnelles et l’expansion de l’Univers. Une compréhension ﬁne de l’énergie
noire à partir des mesures de BAO demande donc de lever la dégénérescence entre les
eﬀets non-linéaires d’origine gravitationnelle et ceux d’origine cosmologique.
Le projet de reconstruction des BAO à haut redshift à partir des mesures à bas redshift,
mené en collaboration avec Roya Mohayaee, répond à cette question. Le but est de
reconstruire, à partir du champ de densité actuel, le champ de densité tel qu’il était à
z ∼ 10 aﬁn d’éliminer les non-linéarités d’origine gravitationnelle. Une possibilité est
d’utiliser une reconstruction de type Monge-Ampère-Kantorovich, faisant appel à un
principe de moindre action, évoquée au Chapitre 4. En pratique, ces méthodes permettent
de remonter aux positions initiales des particules lorsque l’eﬀet de shell-crossing n’est
pas trop important. Le spectre de puissance reconstruit pourrait alors être comparé
au spectre de puissance mesuré numériquement à z ∼ 10 aﬁn de comprendre si cette
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Figure B.2: À haut redshift, les oscillations acoustiques de baryons sont influencées par
la structuration non-linéaire. Ce projet vise à savoir si une méthode de reconstruction
des BAO à haut redshift à partir des oscillations à z ∼ 0 peut permettre de retrouver
le spectre directement calculé à haut redshift. Cela se révélerait particulièrement utile
dans le cadre d’observations telles les missions BOSS ou EUCLID.
méthode permet de contraindre fortement le modèle cosmologique ou non.
La ﬁgure B.2 explicite le principe d’un tel projet en comparant le spectre de puissance
non-linéaire au spectre de puissance linéaire sans les baryons : en z = 0, les eﬀets non-
linéaires eﬀacent complètement les oscillations à grands k alors qu’en z ∼ 7.5, seule
l’expansion cosmique a laissé son empreinte. On voit donc qu’à un tel décalage spectral,
toutes les oscillations peuvent être observées ce qui doit permettre de discriminer ﬁnement
entre les diﬀérents modèles d’énergie noire.
B.4 Algorithme de détection des structures
Finalement, un point plus technique concerne la problématique associée aux algorithmes
de reconnaissance de structures. Nous avons vu précédemment les diﬃcultés inhérentes
aux diverses méthodes de détection de structures au sein d’un champ de matière. Les
perspectives d’avancées dans ce domaine se divisent en deux catégories : une amélioration
importante de l’algorithme de détection des structures pFoF-Slicer ou une caractérisation
diﬀérente des structures via une déﬁnition gravitationnelle.
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Les améliorations possibles de pFoF-Slicer concernent la détection de structures dans
l’espace comobile ainsi que dans l’espace des redshifts. L’inconvénient majeur des algo-
rithmes type Friends-of-Friends est le pontage de structures non liées gravitationnelle-
ment. Ces pontages sont très courants et peuvent concerner de quelques particules à la
moitié de l’amas détecté. Aﬁn d’éviter une telle erreur et de lier des structures en collision
comme le Bullet Cluster, une solution est d’abandonner la méthode de percolation dans
l’espace à trois dimensions pour passer à une méthode de détection 6-dimensionnelle.
L’équation (9.1) régissant la percolation de deux particules p1 et p2 devient alors :
d(p1, p2) =
(‖~x1 − ~x2‖
b2
+
‖~v1 − ~v2‖
σ2v
)1/2
≤ 1 (B.1)
Notons que l’on retrouve bien l’équation (9.1) en faisant tendre σv vers l’inﬁni.
Cependant, une des limites de cette méthode est le très faible nombre de particules dans
chaque cellule de l’espace des phases à six dimensions. Il en résulte un bruit poissonnien
important qu’il convient d’éviter. Un autre désavantage réside dans le choix du paramètre
de percolation pour les vitesses σv. La littérature (Ascasibar et Binney [155], Zemp et
Diemand [156], Berhoozi et al. [157, 158]) propose des méthodes basées sur l’écart-type
des particules au fur et à mesure de la construction du halo ou des choix fondés sur
le théorème du Viriel. D’autres techniques font appel à des décompositions de l’espace
aﬁn de calculer directement la fonction de distribution dans l’espace des phases [159,
160].La complexité aﬀérente à ces considérations rend très diﬃcile toute conclusion sur
la physique de formation et la virialisation des halos de matière noire.
Une solution à envisager consiste à utiliser la méthode de détection 6-dimensionnelle
dans un cadre proche de la méthode de percolation dans l’espace des positions. Choi-
sissant un paramètre σv élevé, nous pouvons revenir à une description en terme d’une
seule variable b tout en permettant une discrimination des objets basée sur leur vitesse
relative. Le choix de σv doit être lié à un critère physique tel l’existence d’un Bullet Clus-
ter. En eﬀet, l’abondance de ces objets, constitués de deux amas de galaxies distants de
5 h−1 Mpc ayant une vitesse relative initiale (en z = 0.489) de l’ordre de 3000 km.s−1
[161], semble être caractéristique du modèle cosmologique.
Ainsi, un tel choix sur σv nous permettrait de distinguer deux objets très proches non
gravitationnellement liés comme indiqué par un mouvement relatif. Un tel changement
implique une étude ﬁne des modiﬁcations apportées à la fonction de masse (en par-
ticulier sur les événements rares), aux proﬁls des halos, au biais etc. La ﬁgure B.3
nous montre un exemple de détection de halos avec FoF-Slicer (dans la simulation Full
Universe Run détaillée Chapitre 7) ainsi qu’une détection de halos avec une version 6-
dimensionnelle de FoF-Slicer avec un seuil sur les vitesses de σv = 2500 km.s−1. L’amas
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de galaxies détecté avec b= 0.2 (image en couleur) aﬃche une masse extrêmement élevée
de 0.8× 1016 h−1 M⊙, ce qui en fait un des halos les plus gros de l’Univers. Les halos
détectés avec une version 6D de FoF-Slicer sont indiqués par les courbes de niveau. Leurs
masses sont respectivement de 0.57× 1016 h−1 M⊙ et 0.12× 1016 h−1 M⊙. La somme de
la masse de ces deux objets étant inférieure à la masse de l’amas détecté avec la version
3D, nous voyons que cette méthode réduit le nombre de particules présentes dans un
halo.
Figure B.3: Exemple d’un pontage dû à une détection dans l’espace des positions.
La masse de l’objet détecté est égale à 0.8 × 1016h−1 M⊙. Avec une méthode de dé-
tection incluant un seuil dans les vitesses relatives des objets, deux objets d’une masse
respective de 0.57× 1016 h−1 M⊙ et 0.12× 1016 h−1 M⊙ auraient été repérés.
La détection des structures dans l’espace des redshifts demande lui-aussi à être amé-
liorer. En particulier, un changement notable consisterait en la prise en compte ﬁne de
l’évolution de l’eﬀondrement gravitationnel.
Ainsi, la surdensité critique associée à un halo évoluant avec le temps, une détection avec
un paramètre de percolation constant nous introduit des biais. Aﬁn d’éviter ces erreurs,
la détection dans l’espace des redshifts doit se faire avec un paramètre de percolation
variant radialement dans le cône. Dans un premier temps, cette variation pourrait être
calculée à partir du paramètre de percolation universel buniv introduit dans Courtin et
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al. [110]. L’implémentation numérique demande réﬂexion, les liens entre particules étant
variables suivant la position de celles-ci dans le cône.
Finalement, une autre piste pour comprendre la dynamique de l’eﬀondrement gravita-
tionnel est de détecter les structures (dans l’espace comobile ou l’espace des redshifts)
sur des critères uniquement gravitationnels. Une possibilité est de repérer les particules
gravitationnellement liées via un critère physique tel le théorème du Viriel. Cependant,
un tel algorithme demande une grande puissance de calcul et nécessite donc d’être paral-
lélisé d’une manière astucieuse. Un tel projet est envisagé en collaboration avec Arturo
Cerna.
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Cette thèse est consacrée à la recherche d'empreintes spécifiques 
relatives à la nature de l'Énergie Noire dans les processus 
d'effondrements gravitationnels linéaire et non-linéaire au travers 
de développements théoriques et numériques. 
Plusieurs aspects de la cosmologie sont abordés, depuis les 
fondations théoriques de la Relativité Générale jusqu'au problème 
de la structuration dans un Univers dominé par une énergie 
exotique en passant par les méthodes numériques employées en 
cosmologie. 
Les résultats scientifiques majeurs consistent en l'élaboration 
d'une nouvelle sonde cosmologique à partir des champs de vitesse, 
d'une explication originale de l'observation de champs de vitesse 
anormalement élevés, d'une confirmation de l'empreinte de 
l'Énergie Noire sur le régime non-linéaire de formation des 
structures à partir de mesures sur les halos de matière noire. Les 
méthodes numériques développées ont permis la réalisation des 
simulations Dark Energy Universe Simulation: Full Universe Run, 
premières simulations de tout l'Univers observable.
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